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En esta Tesis se ha trabajado en la construcción de Lagrangianos efectivos para la
Teoría de Cuerdas en el marco de la llamada Teoría de Campos Dobles (DFT). En
particular, uno de los temas trasversales ha sido la relajación de la llamada strong
constraint (SC) en DFT capturando así efectos cuerdosos. En esta línea uno de los
aportes más importantes encontrados en esta Tesis al relajar la SC es la descripción
de fenómenos de aumento de simetría en compactificaciones toroidales de las cuerdas
dentro del formalismo de DFT.
Otro logro de la relajación de la SC ha sido la inclusión de cierta truncación de
estados masivos en compactificaciones toroidales tipo Kaluza Klein en DFT. La teoría
efectiva obtenida se corresponde con la Teoría de Cuerdas al reproducir las amplitudes
de scattering de la misma. Para esto ha sido importante el uso de los difeomorfismos
generalizados, que ahora resultan ser una simetría de la acción obtenida, a diferencia de
los que ocurre cuando se impone la SC. Dichos difeomorfismos permiten elegir un gauge
(llamado armónico) en el cual son aislados los grados de libertad físicos. Este gauge
se manifiesta en Teoría de Cuerdas como cancelaciones de anomalías en los vértices
que describen a los estados. La acción obtenida es explícitamente invariante ante la T-
dualidad y contiene tanto a los estados no-masivos usuales del sector de supergravedad
como así su torre masiva de modos generalizados de Kaluza Klein (correspondiente a
estados con momento interno y winding).
Como se mencionó anteriormente, en el contexto tanto de la cuerda Bosónica como
Heterótica, se logró dar una descripción del proceso de aumento y ruptura de la simetría
de gauge, basado en el aumento del espacio tangente en DFT. Al lograr relajar la
SC utilizando compactificaciones toroidales tipo Scherk-Schwarz los flujos obtenidos
dependen de los módulos y se transforman en las constantes de estructura del grupo de
gauge cuando estos se ajustan al valor que les corresponde en un punto de aumento de
simetría. Desplazamientos alrededor de estos puntos dan lugar a la ruptura de simetría,
en la que los bosones de gauge y escalares (y ferminones en la Heterótica) adquieren
masas proporcionales a los flujos. Para valores de los módulos no muy alejados del punto
de aumento de simetría, las masas de los vectores y escalares resultan bajas, siendo
importantes para una descripción fenomenológica de la cuerda. En esta situación, la
teoría efectiva se corresponde bien con la Teoría de Cuerdas al reproducir todas las
xv
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amplitudes de scattering entre los estados involucrados.
Por último, se logró encontrar una teoría de campos efectiva para la cuerda Heteró-
tica (sector bosónico) compactificada toroidalmente, dependiente de los módulos, que
incluye todos los posibles puntos de aumentos de simetría en una dada compactifica-
ción (a diferencia del formalismo de Scherk-Schwarz que solo describe de a un punto
de aumento de simetría a la vez). Además de los usuales grados de libertad de DFT
debieron ser incluídos un nuevo vector y escalar. Los campos de la teoría dependen de
las coordenadas dobles internas como es usual en DFT. Su expansión en modos codifica
los estados de la cuerda, alguno de ellos necesarios para reproducir los aumentos de
simetría. Nuevamente la expansión en modos relaja de manera explícita la SC. Sor-
prendentemente, una no-conmutatividad en el espacio doble (incluida via un producto
no conmutativo) es necesaria para poder reproducir los resultados de las amplitudes
de scattering de cuerdas. De esta manera, se logró obtener un Lagrangiano que logra
interpolar todos los puntos de aumentos de simetría presentes en una dada compacti-
ficación toroidal. La teoría obtenida contiene tanto estados no masivos como masivos.
Para el sector del Lagrangiano que involucra solo estados masivos, las irreps que se
forman en los puntos de aumento de simetría logran ser armadas siempre y cuando
involucren estados con hasta 2 osciladores en cuerdas. Nuevamente, la inclusión de la
no-conmutatividad en el espacio doble fue necesaria para obtener los acoplamientos
adecuados que dan lugar a las derivadas covariantes apropiadas.
Finalmente, como posible líneas futuras que pueden desprenderse de este trabajo
pueden mencionarse: La busqueda de una simetría para el Lagrangiano interpolador,
posiblemente relacionada con Teoría de Campos de Cuerdas; la posible aplicación en
encontrar soluciones cosmológicas desde el punto de vista de DFT, en particular que
ayuden a entender la transición entre la fase de windings y nuestra fase actual; en el
contexto de Cosmología de Gas de Cuerdas puede resultar útil entender los procesos
de aumento de simetría desde DFT.
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Abstract
In this Thesis we have worked on the construction of effective Lagrangians for String
Theory within the framework of the so-called Double Field Theory (DFT). In partic-
ular, one of the cross-cutting topics has been the relaxation of the so-called strong
constraint (SC) in DFT thus capturing stringy effects. In this way, one of the most
relevant contributions found in this Thesis when relaxing the SC is the description
of the enhancement symmetry phenomena in toroidal compactifications of the strings
within the formalism of DFT.
Another achievement of the SC relaxation has been the inclusion of a certain trun-
cation of massive states in Kaluza Klein-type toroidal compactifications in DFT. The
effective theory obtained corresponds to String Theory by reproducing its scattering
amplitudes. In order to do that, the use of generalized diffeomorphisms has been im-
portant, which now turns out to be a symmetry of the action obtained, unlike what
happens when SC is imposed. These diffeomorphisms allow choosing a gauge (called
harmonic) in which the physical degrees of freedom are isolated. This gauge is mani-
fested in String Theory as cancellations of anomalies in the vertices that describe the
states. The action obtained is explicitly invariant under T-duality and contains both
the usual non-massive states of the bosonic supergravity sector as well as its mas-
sive tower of Kaluza Klein generalized modes ( corresponding to states with internal
moment and winding).
As mentioned previously, in the context of both the Bosonic and Heterotic strings, a
description of the process of enhancement and gauge symmetry breaking was achieved,
based on increasing tangent frames in DFT. When achieving relaxation of the SC using
toroidal compactifications of Sherck Schwarz type, the fluxes obtained depend on the
moduli and transform into the structure constants of the gauge group when these are
adjusted to the value that corresponds to them at a point of enhancement symmetry.
Displacements around these points give rise to symmetry breaking, in which the vector
and scalar bosons (and fermions in the Heterotics) acquire masses proportional to
the fluxes. For values of the moduli not very far from the enhancement symmetry
point, the masses of vectors and scalars turn out to be small, being important for
a phenomenological description of the string. In this situation, the effective theory




Finally, a moduli independent effective field theory was found for the toroidally
compactified heterotic string (bosonic sector) which includes all possible points of en-
hancement symmetry in a given compactification (unlike the Scherk-Schwarz formalism
that only describes one point of increase in symmetry at a time). In addition to the
usual DFT degrees of freedom, new vectors and scalars had to be included. The the-
ory fields depend on double internal coordinates as usual in DFT. Its mode expansion
encodes the states of the string, some of them necessary to reproduce the enhancement
symmetry. Again the mode expansion explicitly relaxes the SC. Interesting enough, a
non-commutativity in double space (included via a non-commutative product) is nec-
essary to be able to reproduce the results of the string scattering amplitudes. In this
way, it was possible to obtain a Lagrangian that manages to interpolate all the points
of enhancement symmetry present in a given toroidal compactification. The theory
obtained contains both non-massive and massive states. For the Lagrangian sector
that involves only massive states, the irreps that are formed at the points of increasing
symmetry can be constructed as long as they involve states with up to 2 oscillators in
String Theory. Again, the inclusion of the non-commutativity in the double space was
necessary to obtain the proper couplings that give rise to the appropriate covariant
derivatives.
Finally, possible future lines that can be derived from this work may be mentioned:
The search for a symmetry for the interpolating Lagrangian, possibly related to String
Field Theory; the possible application in finding cosmological solutions from the DFT
point of view, in particular that help to understand the transition between the windings
phase and our current phase; in the context of String Gas Cosmology, it may be useful
to understand the processes of increasing symmetry from DFT.




Por requerimientos de autoconsistencia matemática y física, la teoría de cuerdas
necesita estar formulada en un espacio-tiempo con un número de dimensiones D = 10
(para la cuerda bosónicaD = 26). Claramente esto no se corresponde con la observación
experimental. Una forma de resolver este problema es realizando un proceso llamado
compactificación. Este básicamente considera a la teoría viviendo en un espacio tiempo
M4×M6, dondeM4 es nuestro espacio-tiempo usual Mikowskiano yM6 es una variedad
interna donde viven el resto de las coordenadas espaciales no observadas.
Cuando la compactificación es llevada a cabo aparecen nuevas propiedades que
enriquecen a la teoría, como las dualidades. Una de las más famosa de ellas, la T-
dualidad, jugará un papel preponderante en toda esta tesis.
La formulación de las cuerdas es por construcción perturbativa y hasta hoy no se ha
podido encontrar una formulación completa no-perturbativa de la misma. Han habido
intentos, como la Teoría de Campos de Cuerdas, pero su formulación es tan compleja
que son pocos los avances significativos en la misma. Muchos avances en incorporar
enfectos no-perturbativos cuando se trata de teorías de campos han ocurrido en los
últimos años, y en particular intentos de construir una teoría de campos efectiva para
la descripción de las cuerdas como la que se estudia en este trabajo: La teoría de
Campos Dobles (DFT). Naturalmente los campos describen partículas puntuales y por
lo tanto parecería imposible que estos (intuitivamente) describan cuerdas. Para sortear
esto, la teoría viene equipada con la T-dualidad como simetría, incorporando así efectos
cuerdosos.
La construcción de DFT hasta hace poco necesitaba imponer un vínculo ad-hoc
conocido como strong constraint (SC), el cual básicamente mataba toda posibilidad
de visualizar efectos cuerdosos en DFT. Este es básicamente el problema abordado
en esta tesis. Se trabajó en formas de relajar el strong constraint obteniendo así una
1
2 Introducción
teoría efectiva para las cuerdas que incorpore características de las mismas, tales como
estados físicos con winding.
El objetivo de esta tesis es desarrollar teorías efectivas de cuerdas compactificadas
sobre Toros, enmarcadas en DFT, que logren sortear el problema de imponer la condi-
ción de SC. De esta manera tendríamos Lagrangianos efectivos que incorporan efectos
cuerdosos, i.e. presencia de estados cargados con winding y momento KK internos
simultáneamente.
En las compactificaciones toroidales un fenómeno típico de las cuerdas es el “aumen-
to de simetría” a lo largo del espacio de módulos. Cuando se compactifican teorías de
gravedad ordinarias (no-cuerdosas) el resultado es típicamente un Lagrangiano efectivo
con simetrías de gauge. El grupo de gauge que aparece está directamente relacionado
con la variedad interna de la compactificación, así pues, si la variedad es un toro T n la
simetría resultante es un U(1)n, si la variedad es una esfera S2 la simetría resultante es
un SU(2), etc. Es decir, el grupo de gauge resultante es el correspondiente a la variedad
utilizada para compactificar1. Sin importar el tamaño de la variedad (radios de com-
pactificación en el Toro) el grupo de simetría resulta ser el mismo. Esto no ocurre en
cuerdas. Para ciertos tamaños el grupo de simetría aumenta, y más aún, puede cambiar
de Abeliano a no-Abeliano.
El proceso de aumento de simetría debiera ser tenido en cuenta para cualquier
descripción fenomenológica de la cuerda, ya que durante el mismo, nuevos estados de
la cuerda (vectores y escalares) se vuelven no-masivos para dar lugar así a la nueva
simetría. En general, tales estados están cargados con winding y momentos de KK
simultáneamente, por lo que no han podído ser incluídos hasta ahora en cualquier
formulación de DFT debido a la condición SC que suele implementarse.
Con todo esto presente, podemos ahora especificar más los objetivos de este trabajo:
Lograr desarrollar Lagrangianos efectivos para la cuerda compactificada sobre toros
genéricos. De esta manera, habremos desarrollado técnicas que permitar esquivar la SC,
logrando incluir estados con winding y momento KK, y además tendremos incluídos
formalismos que logren incluir el mecanismo de aumento de simetría dentro de la teoría
efectiva.
En el Capítulo2 2, dentro del marco de la formulación usual de DFT para la cuer-
da bosónica, mostraremos como relajar la SC levemente, para incluir algunos esta-
dos masivos de la cuerda. En particular, adaptaremos el formalismo de KK a DFT e
identificaremos determinados modos internos del desarrollo de Fourier con los estados
de la cuerda. Todo esto se realizará con DFT compactificada a un toro genérico n-
dimensional, por lo que todos los modos resultarán en general masivos. Los resultados
1Explicaremos más detalladamente esto en la sección 1.1
2Lo desarrollado en este Capítulo fue motivo de una publicación bajo en nombre
“Probing the string winding sector ”
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obtenidos son comparados con cuerdas para verificar la validez de los mismos. La rela-
jación de la SC fue reemplazada por la Level Matching Condition (LMC), la cual como
es sabido es la mínima condición que debe estar presente en la teoría ya que la propia
cuerda la tiene. El Lagrangiano presentado (con interacciones de hasta tres campos)
tiene invariacia ante difeomorfismos generalizados siempre y cuando la LMC sea im-
puesta, lo cual es un avance significativo para la construcción de DFT donde siempre
había sido necesaria la utilización de la SC. Más aún, son estos difeomorfismos los que
permiten leer quiénes son los grados de libertad físicos e identificarlos con cuerdas.
Con todo esto habremos desarrollado una teoría efectiva que incorpore determinados
estados con winding pero en el proceso ignoraremos el efecto de aumento de simetría,
dejando esto para el siguiente Capítulo.
En el Capítulo3 3 se tendrá en cuenta el efecto de aumento de simetría sobre com-
pactificaciones toroidales genéricas en la cuerda bosónica. Todo esto se hará con un
enfoque diferente al utilizado en el Capítulo anterior, se utilizarán compactificaciones
tipo Scherk-Schwarz en el marco de DFT. Particularmente esto dará lugar a compac-
tificaciones con flujos dependientes de los módulos. Al moverse continuamente por el
espacio de módulos se logra conseguir el efecto aumento/ruptura de simetría. Este for-
malismo tendrá la ventaja de “emparchar” los huecos dejados en el Capítulo 2 (puntos
de aumento de simetría). El proceso de ruptura dará lugar a un mecanismo de Higgs en
el que todos los acoplamientos son obtenidos exactamente y no como un mero desarrollo
a primer orden.
En el Capítulo4 4 se extenderá el formalismo desarrollado en Capítulo 3 para el caso
de la cuerda Heterótica. La razón radica en que es la única de las supercuerdas que,
sin involucrar branas, presenta el fenómeno de aumento/ruptura de simetría. Además
el análisis propuesto incluye a los fermiones. El formalismo desarrollado aquí y en el
Capítulo 3 logra capturar la fenomenología de la cuerda (bosónica y heterótica) en
los entornos de un punto autodual del espacio de módulos. Por lo tanto, podríamos
mencionar como desventaja de la técnica aplicada aquí (y en el Capítulo anterior) que
la acción efectiva propuesta depende del punto del espacio de módulos en el que ocurre
el aumento. En efecto, en número de campos presentes en la acción efectiva varia de
manera discreta (no continua) para distintos puntos de aumento. Por lo tanto no sirve
para interpolar diferentes puntos del espacio de módulos. El problema principal es
que parecen necesitarse infinitos campos, lo cual resulta imposible en el formalismo de
Scherk-Schwarz.
En el Capítulo5 5 desarrollaremos un formalismo (en la Heterótica) que permite
3Lo desarrollado en este Capítulo fue motivo de una publicación bajo en nombre
“Gauge symmetry enhancing-breaking from a Double Field Theory perspective”
4Lo desarrollado en este Capítulo fue motivo de una publicación bajo en nombre
“Double Field Theory desription of Heterotic gauge symmetry enhancing-breaking”
5Lo desarrollado en este Capítulo fue motivo de una publicación bajo en nombre
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resolver la dificultad mencionada arriba. Aprovechando el formalismo de Kaluza-Klein
desarrollado en el Capítulo 2 se propondrá una acción con simetría tipo O(d, d) depen-
diente de las coordenadas dobles toroidales que al desarrollarse en Fourier dará lugar
a un Lagrangiano con un número infinito de modos. Antes del desarrollo en modos
no aparece una dependencia en los módulos, esta aparece luego del mismo. Al variar
continuamente los módulos el sector no-masivo de dicha acción cambiará de tal mane-
ra que reproducirá los aumentos de simetría. Es decir, en una única acción se habrá
podido condensar todos los posibles aumentos de simetría posibles, logrando así una
interpolación continua entre los posibles puntos del espacio de módulos. La interpo-
lación debe entenderse en el siguiente sentido: La acción dependiente de los módulos
propuesta tendrá por construcción, un sector masivo y no-masivo. Al variar los módu-
los, la masa de los modos de KK cambiará continuamente y al aproximarse a un punto
del espacio de módulos donde ocurre el aumento de simetría ciertos modos se volverán
livianos, anulandose completamente en dicho punto. Como el sector no-masivo/liviano
es aquel que resulta útil para la fenomenología de la cuerda, puede decirse que se ha
obtenido un lagrangiano que interpola entre todos los posibles lagrangianos efectivos
de la cuerda. Siempre que se lo desee el sector masivo puede integrarse para quedarse
solo con el sector liviano.
En el desarrollo del Lagrangiano interpolador será necesario modificar la geomé-
tria. En DFT usualmente se piensa al espacio doble como conmutativo (aunque hubo
menciones [1] en la que se sugiere algún cambio). Como fue sugerido en publicaciones
[2–4], una formulación no-conmutativa del mismo (encontrada en cuerdas) permitiría
poder dejar a la cuerda libre del uso de los cociclos. Al plantear el espacio doble en
la acción interpoladora todos los acoplamientos, constantes de estructura de grupos,
etc. son reproducidos exactamente. Más aún, cierta información sobre la estructura de
los estados masivos es codificada por la acción interpoladora: Cualquiera que sea el
punto de aumento de simetría, los estados masivos deben agruparse para transformar
en representaciones del grupo aumentado. Al mirar el caso de la compactificación a un
toro T 2 sobre uno de sus puntos de aumento de simetría, SU(3), el primer nivel de
estados masivos se acomoda para transformar en la representación que le corresponde
desde cuerdas (la 6). Como es de esperar, esto sucede solo para el primer nivel, pues
para niveles más masivos es necesario incluir grados de libertad que no fueron conside-
rados. Es decir, cuando la representación masiva involucra a modos que fueron tenidos
en cuenta en la construcción del Lagrangiano interpolador, la representación masiva se
arma bien. Nuevamente, el papel de la no-conmutatividad es crucial para reproducir
todos los acoplamientos. Esto será analizado con detalle en el Capítulo 6 donde ana-
lizaremos el alcance del Lagrangiano interpolador sobre el sector masivo. Finalmente,
“Symmetry enhancement interpolation, non-commutativity and Double Field Theory”
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en el Capítulo final presentamos conclusiones y posibles direcciones de trabajo futuro.
A continuación se presentan breves resumenes y notación sobre tópicos generales
como Compactificaciones, Teoría de Cuerdas, etc, necesarios para la buena comprensión
de la Tesis. El lector familiarizado con los temas (y su jerga específica) puede saltearse
las próximas secciones e ir directo al contenido específico de la tesis a partir del Capítulo
2 en adelante. No obstante, puede, de todas maneras, resultar útil por el vocabulario
específico utilizado en el resto de los Capítulos.
1.1. Compactificaciones de Kaluza-Klein
La idea de estas compactificaciones es bastante sencilla, se propone un Lagrangiano
con campos viviendo en un número D+ r de dimensiones, siendo r el número de direc-
ciones extra, para luego integrar r de ellas y obtener una accion efectiva D-dimensional.
En el proceso, aparecen nuevos campos6, con nuevas simetrías producto de la integra-
ción. La teoría obtenida depende fuertemente de la variedad diferencial en la cual vivan
las r coordenadas extra. Desde ya, para poder interpretar físicamente este proceso, las
dimensiones extra deben vivir en una variedad compacta, cuyo volumen típico debe ser
lo suficientemente pequeño como para no haber sido detectado experimentalmente has-
ta el momento. Las dimensiones extra son del tipo espacio. Dimensiones extra del tipo
tiempo son indeseables por muchos motivos: Dan lugar a taquiones; a geodésicas que
violan causalidad debido a la presencia de ciclos temporales cerrados; a obtener lagran-
gianos efectivos para interacciones del tipo electromagnética con el signo incorrecto,
etc.
Originalmente el concepto de compactificación fue propuesto como una manera de
unificar a la fuerza de gravedad con el electromagnetismo. Veamos un ejemplo sencillo
de como funciona esto con el fin de fijar notación y jerga. Tomemos la acción de
Einstein-Hilbert viviendo en 5 dimensiones






siendo R el escalar de curvatura 5-dimensional construído con la métrica gµ̂ν̂ , con
µ̂ = 1, 2, 3, 4, 5. Ahora, compactifiquemos la dirección extra x5 a un círculo S1 de radio
R. Por lo tanto, por ser la variedad interna S1 todos los campos de la teoría, i.e. gµ̂ν̂ ,








6Técnicamente, no aparecen nuevos campos, sino que son grados de libertad que en altas dimen-
siones forman parte de un único campo y al realizar la reducción dimensional lucen como campos
distintos al ser vistos desde bajas dimensiones.
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donde ahora µ = 1, 2, 3, 4. Los grados de libertad que vistos en D = 4 dimensiones
son aquellos que dependen de las coordenas espacio-tiempo xµ, es decir g
(n)
µ̂ν̂ (xµ), por lo
tanto, el proceso de compactificación transforma una acción con finitos campos (gµ̂ν̂)
a una con infinitos campos, uno por cada modo de Fourier (g(n)µ̂ν̂ (xµ)).
Para expresar la acción en términos de los nuevos campos conviene realizar un
ansatz de la métrica, i.e. como va a ser descompuesta en índices espacio-tiempo y en
índices internos. En efecto, suele proponerse
gµ̂ν̂(x, x5) =
(







Aν(x, x5)Φ(x, x5) −Φ(x, x5)
)
donde ahora µ = 1, 2, 3, 4 y el valor de espectación de la métrica en 5 dimensiones,
〈gµ̂ν̂(x, x5)〉 = (ηµν , R2) y por lo tanto 〈g55(x, x5)〉 = R2. Tal propuesta resulta cómoda
para leer el tipo de teoría obtenida en bajas dimensiones.
Si se está buscando ver la fenomenología obtenida, interesa solo el sector no masivo,
el cual se corresponde con los modos cero7 n = 0 (sin dependencia en la coordenada
interna x5). Con el anterior ansatz obtendríamos, una vez hecha la integración en x5

















donde R(4) es ahora el escalar de cuervatura 4-dimensional construído a partir de la
métrica 4-dimensional gµν(x), Fµν es el campo de gauge Abeliano construído con Aµ(x),
y G = Ḡ
2πR
es la nueva constante de gravitacioón en bajas dimensiones. Por lo tanto,
gravedad en 5 dimensiones da lugar a gravedad en 4 dimensiones más teoría de gauge
y campo escalar.
Notar que el valor de espectación del campo escalar (vev) no está fijado por el
lagrangiano a priori, ya que no hay un potencial para éste. Cuando esto ocurre se
suele decir que tal escalar es un módulo. Notar además que tal valor del vev tiene una
interpretación muy física: determina el tamaño de la dimensión extra.
1.1.1. Las Masas de los Campos
El porqué de que los estados masivos se corresponden a n 6= 0 es sencillo. En 5
dimensiones solo existe la métrica, y cada una de sus componentes satisface la ecuación
de movimiento de Klein-Gordon sin masa, i.e. ∂µ̂∂µ̂(...) = 0. Si ahora compactificamos,
la ecuación Klein-Gordon en 5 dimensiones se reduce8 a (∂µ∂µ + ∂5∂5)(...) = 0, la cual
7Ya se mostrará más adelante la razón de que esto sea así. Una forma rápida de verlo es que los
modos no triviales excitan la dependencia de los campos en la coordenada interna, la cual es pequeña.
Como para ver tal coordenada es necesaria una gran cantidad de energía se puede esperar que la masa
de estos modos sea del mismo orden de magnitud.
8Recordar que ∂5∂5 = R−2∂5∂5
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Por lo tanto, si el radio de compactificación es lo suficientemente pequeño todos los
modos no triviales serán muy masivos y pueden ser ignorados de la fenomenología.
Hasta ahora solo se está hablando de la compactificación de una dimensión extra
a S1. Más adelante discutiremos que esto es una propiedad general en la compactifi-
caciones toroidales de las teorías de gravedad pura: todos los modos no-triviales son
masivos, con masas del orden de la escala introducida por la compactificación.
Como ejemplo radical de la existencia de modos no-triviales y no-masivos está la
teoría de cuerdas. Para tamaños muy específicos de compactificaciones toroidales de la
cuerda aparecen, como se explicará más adelante en este Capítulo, modos no-masivos.
Este fenómeno se denomina aumento de simetría y será explicado en detalle en la
sección 1.3 y se debe a la naturaleza de objeto extendido de la cuerda.
1.1.2. Simetrías y Cargas
La aparición de un vector no-masivo en la acción luego de la compactificación trae
consigo la aparición de simetrías de gauge, siendo en esta caso un U(1) por ser un único
vector. Estudiemos con más detalle el origen de ésta simetría.
En 5 dimensiones, por ser la acción de Einstein-Hilbert, están los difeomorfismos
como simetría, es decir
xµ̂ → xµ̂ + ξµ̂(xµ, x5)
donde el parámetro ξµ̂ es una función cualquiera de las coordenas. Por otro lado, habien-
do realizado la compactificación a 4 dimensiones, aparece en principio, una simetría
de gauge y difeomorfismos en 4-dimensiones. Claramente la compactificación rompe
parte de los difeomorfismos en D = 5 pues la geometría de una de las coordenadas ha
cambiado. Ahora los difeomorfismos deben respetar, por ejemplo, la periodicidad de la
quinta coordenada. Por lo tanto, las transformaciones de coordenadas lucen ahora de
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la siguiente manera:








donde queda explícito que ξµ̂ no puede ser cualquier función, sino que debe respetar la
periodicidad de x5.
Teniendo lo anterior presente, veamos cual es el origen de la simetría de gauge U(1).
Una da las posibles transformaciones de coordenadas en 5 dimensiones es













podemos leer de aquí como transforman sus componentes, en particular vemos que, en
el modo cero de los vectores produce
Aµ(x)→ Aµ(x) + ∂µε(x)
es decir, la simetría de gauge es producto de los difeomorfismos a lo largo de la 5
coordenada, en particular de una traslación a lo largo de la misma.
Desde ya, esta transformación, por ser difeomorfismo, afecta a los modos masivos
de los campos, por lo tanto se deduce que éstos están cargados frente a la simetría de
gauge. Veamos ahora cual es la carga de los mismos.
Tomando nuevamente al campo genérico φ(x, x5) como partida, vemos a partir del
desarrollo de Fourier del mismo que ante este cambio de coordenadas










y como tal transformación da lugar a simetría de gauge, los φ(n)(x), vistos desde 4








Es decir, las cargas crecen con el número de modo y, más aún, son proporcionales a
la masa de los estados. Al incluir estos estados en la acción deben aparecer de forma
covariante ante las simetrías, i.e. con derivadas Dµ = ∂µ + iqnAµ(x).
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Algo que resta discutir aún es qué tipo de transformaciones inducen los modos no
triviales de los difeomorfismos. Una buena discusión al respecto puede encontrarse en




debe preservarse ante cualquier difeomorfismo. De esta manera, tales valores de expec-
tación producen una suerte de ruptura espontanea de simetría (ciertos modos de los
difeomorfismos). Como en toda ruptura, ciertos grados de libertad se transforman en
bosones de Goldstone y son absorbidos por otros campos. En este caso lo que resulta es
que no existen modos masivos de los vectores ni del escalar, i.e. los grados de libertad
A
(n)
µ (x) y Φ(n)(x) son absorbidos por los modos g(n)µν (x), mediante redefinición de los
campos, quedando los últimos con el número de grados de libertad correspondiente a
un 2-tensor simétrico masivo en 4 dimensiones. En el Capítulo 2 algo similar ocurrirá
en DFT por lo que se dará una discusión detallada de este mecanismo.
Compactificaciones más generales
Empecemos notando que en el caso de partir de una acción en D dimensiones y
compactificar r de ellas a un toro T r producirá resultados análogos al del círculo: r
vectores de gauge Abµ, con b = 1, 2, ..., r donde la simetría asociada es U(1)r, uno por
cada traslación interna que pueda realizarse; además cargas y masas resultan totalmente
análogas.
Una pregunta más general es qué tipo de grupos de gauge pueden obtenerse en
una compactificación. Para Toros, como ya se mencionó, resulta ser siempre el gru-
po abeliano U(1)r, pero si tenemos r coordenadas internas compactificadas en una
variedad MG, siendo G el grupo de isométrias de la variedad, tendremos que los di-
feomorfismos a lo largo de las direcciones isométricas dar lugar en bajas dimensiones
a transformaciones de gauge donde el grupo resultante coincide con G. En concreto,




c − ξmc ∂mξnb = −Cabcξna
donde el índice m cuenta la cantidad de transformaciones y el índice b = D−r, D−r+
1, ..., D barre sobre las direcciones internas y Cabc son las constantes de estructura del
grupo asociado al grupo de isomerías de la variedad. Estos vectores de Killing son los
responsables de generar transformaciones de gauge no abelianas sobre los vectores Abµ.
Entonces, por ejemplo, si quisieramos obtener un lagrangiano con vectores de gauge en
SU(2)× U(1) podríamos compactificar en las coordenadas sobre la variedad producto
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S2 × S1, necesitando un total de 3 + 1 = 4 direcciones interas. Los estados masivos
están cargados frente al grupo G y por lo tanto se rearman en multipletes del mismo.
Pueden utilizarse compactificaciones sobre variedades cociente para obtener así
otros grupos de simetría de gauge, pero es importante enfatizar que si quiere con-
seguirse un grupo no-abeliano la variedad de compactificación no puede ser un Toro.
Para más información ver [5].
1.2. Compactificaciones Scherk-Schwarz
Existe otra manera de realizar una reducción dimensional propuesta por Scherk-
Schwarz en [6]. La idea es hacer que la dependencia en las coordenadas internas de los
campos en altas dimensiones sea de una determinada manera, dada por las simetrías
de la acción. Dos tipos de simetrías se pueden utilizar para tal reducción:
Simetrías Globales/Internas
Simetrías Locales/Externas
Solo la primera será relevante en esta Tesis. Empecemos con un ejemplo sencillo: Sime-
tría Global U(1). Supongamos, nuevamente, que nuestro modelo de prueba consiste en
una teoría con un escalar en altas dimensiones con una dimension interna , i.e. Φ(xµ, y).
Luego la simetría transforma al escalar según Φ→ eiΛΦ, por lo que al aparecer una fase
en el nuevo campo, permitiremos una generalización de la periodicidad de los campos,
permitiendo una fase en la misma:
Φ(xµ, y + 2πR) = e2πimRΦ(xµ, y)
Luego, al igual que en el caso de Kaluza-Klein, al tener que respetar la periodicidad,
el campo debe descomponerse como




En el límite R→ 0 el sector no masivo se desacopla y resulta, de la anterior expresión,
Φ(xµ, y) = eimyΦ(0)(xµ)
la cual puede ser obtenida también, si se reemplaza el parámetro Λ = my, que desde el
punto de vista de las dimensiones espacio-temporales sigue siendo una tranformación
Global. Notar que de esta manera, la reducción luce similar al método de separación de
variables que se enseña en cálculo inicial: La función original se separa en el producto
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de dos funciones, una dependiendo solo de un subconjunto de coordenadas y la otra
del resto.
Más en general, si la simetría global viene dada por un grupo G, luego su acción
sobre los campos viene dada por Φ→ g(Φ), y por lo tanto la dependencia de los campos
en las coordenadas sería:
Φ(xµ, y) = gyΦ(x
µ), gy = g(y) ∈ G
Esta manera particular garantiza que la teoría efectiva sea independiente de la coorde-
nada interna.
En DFT, resulta ser G = O(d, d). En el Capítulo 3 mostraremos el caso de este típo
de reducción dimensional aplicada a DFT.
1.3. Teoría de Cuerdas
Una partícula puntual es caracterizada por una posición en el espacio-tiempo xµ(τ)
parametrizada con algún parámetro afín τ que describe la trayectoria de la misma. Por
analogía, una cuerda también está caracterizada por una posición Xµ(τ, σ) solo que en
este caso son necesarios dos parámetros (τ, σ) para describir la trayectoria. Se puede
pensar que uno de los parámetros τ describe el avance de la cuerda por el espacio-
tiempo y el otro σ recorre cada punto de la cuerda9, donde a este último se lo puede
tomar en el intervalo [0, π]. Al avanzar por el espacio-tiempo la partícula dibuja una
tayectoria unidimensional mientras que la cuerda una superficie bidimensional.
La acción más simple para la partícula puntual es aquella que propone extremar el
intervalo, i.e S =
∫
ds. Puede pensarse entonces una acción equivalente para la cuerda,
donde lo que se extreme sea la superficie bidimensional que describe al moverse. A ésta
se la conoce con el nombre de acción de Nambu-Goto. En Teoría de Cuerdas esta no es
la acción que se utiliza para trabajar por ser muy dificil de cuantizar10, y en su lugar
se utiliza una acción clásicamente equivalente, la acción de Polyakov, que se muestra a
continuación








los índices latinos barren sobre los dos parámetros (τ, σ), la métrica bidimensional hab
actua como campo auxiliar que al ser integrado transforma la acción de Polyakov en
la de Nambu-Goto, Gµν es la métrica del espacio-tiempo11. La constante α′ introduce
9Aquí es donde se nota matemáticamente el caracter de objeto extendido de la cuerda.
10La raíz cuadrada que aparece hace inmanejable la cuantización estandard.
11Usualmente para comenzar se la toma como ηmuν , pero bien podría ser distinta, incluso llegando
a depender del las coordenadas Xµ. También puede ponerse, y de hecho se hará más adelante, un
bakcground de un tensor antisimétrico Bµν y de un escalar llamado dilatón.
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una escala en la teoría, y siendo sus unidades las de longitud cuadrado, se trata de la
longitud característica de la cuerda.
Por como queda escrita la acción de Polyakov, los Xµ(τ, σ) juegan un doble papel
físico: Son las coordenadas de la cuerda en el espacio-tiempo y al mismo tiempo desde
el punto de vista de la acción son campos viviendo en dos dimensiones τ, σ. Vistos
como campos hay tantos de ellos como dimensiones del espacio-tiempo haya.
Utilizando las ecuaciónes de Euler-Lagrange se encuentran las ecuaciones de movi-







Xµ(τ, σ) = 0
más condiciones de borde que dependen de la topología de cuerda, es decir, si la cuerda
es abierta o cerrada12. En esta Tesis solo se trabaja con cuerdas cerradas, por lo tanto
a partir de aquí todo estará referido a ellas.
Las soluciones a la anterior ecuación son las usuales en ondas, Xµ(τ, σ) = XµL(τ −
σ) +XµR(τ + σ) donde






























y donde además se ha colocado ya el típico “sombrero” de operador para no tener que
cambiar de notación a la hora de cuantizar los campos. La combinación xµ = xµR + x
µ
L
representa el centro de masa de la cuerda, mientras que pµ = pµR+p
µ
L resulta el impulso
de centro de masa de la cuerda13. Finalmente los αµm y α̃µm son las amplitudes de
oscilación de los modos (izquierdo y derechos) m en la dirección µ del espacio-tiempo.

















donde el resto de conmutadores son nulos15. Como es de esperar los αµm se transforman
en operadores de creación y destrucción de modos de vibración de la cuerda16. Tales
12Para la cuerda cerrada se cumple que Xµ(τ, 0) = Xµ(τ, π) siempre y cuando la dimension µ no
sea compacta
13Puede probarse a partir de la acción que éste es una cantidad conservada
14A partir de aquí Gµν es constante.
15Salvo para los conmutadores entre momentos y coordenadas L y R, que son analogos al primer
conmutador
16Existe un detalle que no será discutido aquí, que tiene que ver con el signo que aparece en el
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operadores, como de costumbre, tienen asociados operadores de número que cuentan









Siendo pµ el impulso del centro de masa de la cuerda, la masa de la misma viene
dada por m2 = −p2, y utilizando los vínculos que impone las condiciones de contorno





N + N̄ − 2
)
donde además los vínculos que deben complirse son tan importantes que reciben nombre
propio: condición LMC (por sus siglas en ingles Level Matching Condition), siendo ésta
N − N̄ = 0.
Podemos entonces analizar el espectro de partículas de la teoría. Notar que cada modo
de oscilación produce un nuevo estado, por lo que las partículas en Teoría de Cuerdas
están asociadas a vibración de la cuerda. Cada modo de vibración produce una nueva
partícula. Lo primero que notamos es algo indeseable, el estado de menor masa posible
corresponde a N = N̄ = 0 y masa m2 = − 4
α′
, es decir un taquión. Los taquiones
introducen inestabilidades en la teoría, además de otros problemas, como violación
de causalidad. Se lo interpreta como una elección inadecuada del vacio en la teoría.
En adelante ignoraremos a dicho estado, pues cuando se introduzca supersimetría (las
supercuerdas) este estado desaparecerá.
En el siguiente nivel de masas se encuentran aquellos estados que son no-masivos,
quienes satisfacen N = N̄ = 1 con masa m2 = 0. Estos estados son probablemente
los mas importantes para la teoría de cuerdas por su impacto físico. Al ser no-masivos
serán quienes gobiernen la física a bajas energías. Notar que siendo α′ la escala de la
teoría, si la cuerda describiera partículas del modelo standard, debería ser esta escala
extremadamente pequeña (pues tiene unidades de longitud, y debe ser al menos, más
chica que la partícula fundamental de menor tamaño). En unidades naturales α′ in-
troduce una escala de energía en la teoría, y por lo anterior debe ser extremadamente
alta. Por lo tanto toda la física de bajas energías estará controlada, como se dijo, por
el sector no-masivo.
A diferencia del taquión, los estados no-masivos tienen osciladores, y más precisa-
conmutador cuando se miran para µ = ν = 0. Para un mayor detalle ver [7–9]
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mente tienen un oscilador de cada tipo. Si representamos al vacio de la teoría con |k〉17,




donde εµν es un tensor de polarización que sirve para denotar al estado más general po-
sible. Para saber a qué partículas representan estos estados es necesario descompnerlos
en representaciones irreducibles del grupo de Poincaré. Para un tensor génerico εµν la
descomposición en irreps resulta ser
εµν = gµν ⊕ bµν ⊕ Φ
donde gµν es un tensor simétrico sin traza, bµν es una 2-forma y Φ es un escalar18. Por
lo tanto, el sector no-masivo de la cuerda contiene a tres partículas. Al escalar Φ se
lo llama dilatón, mientras que a gµν se lo llama gravitón. La razón para el nombre de
este último tiene que ver, como se explicará más adelante, con que en la acción efectiva
de bajas energías que describe a estos estados, gµν se corresponde exactamente con las
fluctuaciones de la métrica del espacio-tiempo19.
El resto de los estados de la cuerda se corresponden a N = N̄ > 1, por lo tanto
sus masas resultan ser m2 > 4
α′
, es decir, son partículas que aparecerán a escalas de
energía muy altas. Es bastante intuitivo que si se agregan osciladores la masa de los
estados incrementará, pues contribuyen a su energía “interna”.
Con todo lo anterior presente, estamos en condición de hablar de uno de los mayores
problemas que enfrenta la Teoría de Cuerdas. Si uno estudia las simetrías de la acción
de Polyakov descubrirá que las cuerdas presentan, entre otras, simetría conforme. Por
ser una teoría de campos en dos dimensiones y conforme clásicamente posee todas las
características de las CFT (Conformal Field Theories). En el proceso de cuantización
aparecen anomalías que rompen a la simetría conforme como tal en la teoría cuántica. Si
se quiere eliminar la anomalía, es necesario tener un número muy específico de campos
en la teoría: exactamente 26. Siendo el índice µ en Xµ(τ, σ) quien barre sobre el número
de campos, resulta que es necesario que el espacio-tiempo sea 26-dimensional. Es decir,
la Teoría de Cuerdas parece necesitar 22 direcciones espaciales además de las usuales.
Si las cuerdas pretenden ser una descripción más fundamental del Modelo Standard,
entonces este problema debe ser resuelto de alguna manera. Una de ellas es la que se
presenta a continuación.
17Es decir, |k〉 es autoestado del operador impulso del centro de masa p̂µ
18Típica descomposición de una matriz en suma de simétrica antisimétrica y traza.
19Uno puede intuir esto de otra manera: en cuerdas puede definirse un operador spin y ver que gµν
tiene spin 2 y es no-masivo. Luego debe tratarse de gravitones. Éste es por lejos el mayor éxito de la
Teoría de Cuerdas, i.e. involucrar a la gravedad como fuerza cuántica.
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Compactificaciones, Winding y T-Dualidad
La idea de compactificar en Teoría de Cuerdas es completamente análoga a la
ya explicada compactificación tipo Kaluza-Klein. Mostraremos aquí el caso de una
dimensión compactificada a S1 con radio R para ver el tipo de propiedades que emergen.
Nueva física aparecerá al ser la cuerda un objeto extendido y no un punto. Más adelante
nos explayaremos más sobre compactificaciones de más dimensiones sobre variedades
genéricas. En particular interesa el caso de aquellas toroidales, por ser el objeto de
estudio de esta Tesis.
Llamenos a la dimensión interna Y (τ, σ) = X25(τ, σ). Por ser S1 periódica, debe
satisfacerse y y+ 2πR. La cuerda ahora presenta un nuevo fenómeno: puede enrollarse
a lo largo de la variedad, i.e. empezar en un punto y cerrarse de tal manera de no ser
homotópica a un punto. Se dice que las cuerdas que presenten este fenómeno tienen
winding. Cuerdas con número de vueltasm alrededor de la variedad no son homotópicas
entre sí, por lo que se dice que tienen distinto número de winding20.
Para una cuerda cerrada con número winding m, se debe satisfacer que
Y (τ, σ + π) = Y (τ, σ) + 2πmR
esto, como veremos ahora, tendrá implicaciones en las soluciones a la ecuación de
movimiento para Y (τ, σ).
Siendo la compactificación del estiloM26 =M25×S1, la acción de Polyakov queda
diagonal y de allí surge que la ecuación de movimiento para Y (τ, σ) sigue siendo la
misma que antes. Solo las soluciones deben cambiar para tener en cuenta el winding.
La forma más general de la solución queda como Y (τ, σ) = YL(τ − σ) + YR(τ + σ)
ŶL(τ − σ) = ŷL +
α′
2

























donde ahora p̂L y p̂L deben ser independientes y pueden ser escritos como
p̂L = p̂+ ŵ
p̂R = p̂− ŵ
siendo p̂ el operador momento interno de Kaluza-Klein a lo largo de S1 y ŵ el operador
winding. De esta manera se satisface Y (τ, σ+π) = Y (τ, σ)+2πmR. Vale la pena notar
20Se define el winding w = m Rα′ para que quede con unidades de momento. Más adelante se verá la
utilidad.
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que si los momentos L y R son independientes, entonces ŷL y ŷL también lo son, y
podemos definir entonces las combinaciones
ŷ = ŷL + ŷR
ˆ̃y = ŷL − ŷR
donde inmediatamente identificamos a ŷ con la coordenada centro de masa de la cuerda.
La otra combinación ˆ̃y es independiente y jugará un papel fundamental en DFT y toda
la Tesis. Más adelante en esta Sección se explicará su importancia.
Nuevamente, los estados estarán construídos con osciladores actuando sobre el esta-
do fundamental |p, w〉, el cual viene caracterizado por el momento interno y el winding.
El sector no masivo resulta el mismo21 que antes para p = w = 0, solo que ahora la
descomposición en irreps del grupo de Poincare de εµ̂ν̂ arroja vectores y escalares en la
expansión de los índices µ̂ = (µ, 25)
εµ̂ν̂ = gµν ⊕ bµν ⊕ Φ⊕ Aµ ⊕ Ãµ ⊕ φ.
Aparecen dos vectores en lugar de uno pues uno proviene de la compactificación de los
gravitones y el otro de la 2-forma. Por otro lado, aparece solo el escalar φ proveniente del
gravitón, pues en una dimensión compacta la 2-forma no contribuye (al ser antisimétrica
b25 25 = 0).
Realizando cálculos similares a los que se usan para deducir la fórmula de masa de













N + N̄ − 2
)
donde R̃ = α′
R
, y para la LMC
N̄ −N = pw.
La contribución a la masa del momento de p es la misma que es las compactificaciones
de Kaluza-Klein como era de esperarse. La contribución de los winding22 es similar a la
de p, como si éstos fuesen momentos internos en un radio de compactificación R̃. Esto
no es coincidencia, sino una consecuencia profunda de una propiedad característica de
las cuerdas que discutiremos a continuación: La T-Dualidad.
Mirando la fórmula de masa se puede ver rápidamente que la transformación que
interacambia momento p con winding w la deja invariante, siempre y cuando R ↔ R̃.
Puede mostrarse que esta transformación no es solo simetría de la fórmula de masa,
21En el Capítulo 3 se mostrará que los winding pueden afectar el contenido de campos del sector
no-masivo de las cuerdas para tamaños de compactificación muy especiales.
22Que mayor winding mayor masa es también esperable clásicamente, ya que estirar la cuerda para
enrollarla aumenta su energía interna.
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sino una dualidad de la teoría completa. Esta es la T-Dualidad para el caso del círculo:
relaciona la Teoría de Cuerdas compactificada en un radio R con otra compactificada
en radio R̃. Por lo tanto muestra que las cuerdas no ven esencialmente una diferencia
entre compactificaciones con radio pequeño o grande.
En la teoría dual, los winding juegan el papel de momentos internos en la variedad
con radio R̃. Luego una pregunta inmediata sería cuál es la variable canónica conjugada
a estos “momentos”, es decir, cuál es el espacio Fourier-dual a éstos, y mirando en
profundidad la transformación se deduce que se trata de ỹ. Es por esto que a ỹ se la
denomina coordenada dual a y. Por esto, combiene llamar p̃ = w para hacer menos
pesada la notación.
Compactificaciones en Toros Genéricos
Si en lugar de compactificar una dimensión compactificamos n sobre un toro T n,
mucho del razonamiento anterior permanecerá casi intacto. El sector no-masivo quedará
análogo, solo que esta vez con 2n vectores y más módulos. Habrá n momentos internos
pa y n windings p̃a, a los que conviene sintetizar en un momento doble
PA = (pa, p̃a)
el cual resulta Fourier-dual a YA = (ya, ỹa). La relación entre éstos y los correspon-
dientes L y R se dará más adelante en la Tesis cuando sea necesario utilizarlos.
Hay un detalle que es necesario mencionar pues será de relavancia: al ser bµ̂ν̂ un
estado no-masivo, puede pensarse que en las direcciones internar haya un vev del mismo
Bab además de Gab (vev de la métrica en el T n). Esto modifica la acción de Polyakov
agrengando un término de la siguiente manera












Esto términa modificando la relación entre momentos L y R con P, y como se dijo, su
expresión exacta será dada durante el desarrollo de los Capítulos específicos de la Tesis
cuando sea necesario utilizarla.
La fórmula de masa y la LMC quedan en este caso
m2 = P · H · P + 2
α′
(
N + N̄ − 2
)
y
N̄ −N = PA ηAB PB
respectivamente. A HAB se la llama métrica generalizada y está construída a partir de
18 Introducción












Resulta además HAB ser una representación de O(n, n), por lo que podemos vea ahora
de la fórmula de masa que la T-Dualidad toma una forma mucho más rica: relacio-
na compactificaciones cuyos módulos estén relacionados por una transformación de
O(n, n). Entraremos en detalle en la sección de DFT en este Capítulo.
Operadores de Vértice
Existe un mapeo muy útil entre estados de la cuerda y operadores de la CFT que













mientras que para el estado con fundamental |k〉, el cual transporta momento kµ, resulta
|k〉 ∼ : eik·X(τ,σ) :
Veamos esto en un ejemplo concreto, el cual de paso motivará la construción de DFT
y de resultados de esta Tesis. Supongamos que tomamos un estado con N = N̄ = 1
(podrían ser externos o internos, pero tomaremos externos arbitrariamente), y por lo
tanto con23 P2 = 0 de tal manera que alguno de los momentos internos y/o widings es











−1|k,P〉 ∼ εµν : ∂Xµ∂̄Xνeik·XeipaY
a
eip̃
aỸa : = εµν : ∂X
µ∂̄Xνeik·XeiP·Y :
donde la igual vale siempre y cuando [Y, Ỹ ] = 0, lo cual parece bastante esperable,
23El cuadrado está hecho con la métrica ηAB .
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pero como veremos en el Capítulo 5, esto no es así si se quiere evitar introducir ciertos
cociclos en la teoría. Esto resultará de vital importancia para todo Capítulo 5.
Si miramos desde otra perspectiva a este vértice, notamos que tanto momentos in-
ternos pa como windings están en pie de igualdad (T-Dualidad manifiesta), literalmente
es como si los vértices de los estados de la cuerda vieran un espacio interno doble Y.
Esta es una de las principales razones para la propuesta de DFT, donde el espacio en
el que viven los campos es doble. Ampliaremos más al respecto en la sección de DFT
más adelante.
Por otro lado, además de sugerir el espacio doble, estos vértices sugieren que los
correspondientes campos en DFT que los describan deben ser desarrollados en Fourier
de una manera muy particular: Dependiendo del campo, el desarrollo en momentos
internos dobles P no puede contener todos los valores posibles, pues estos últimos
deben satisfacer la LMC (que depende justamente del estado). A este desarrollo en
modos lo llamaremos expansión en modos de Kaluza-Klein generalizados. Tanto en los
Capítulos 2 como 5 ampliaremos al respecto.
Finalmente, la construcción de los vértices es útil para los cálculos de amplitudes de
scattering entre estados de la cuerda. Supongamos que queremos calcular la amplitud
de scattering entre tres estados de la cuerda caracterizados por vértices Vi(τi, σi), con






〈Vi(τ1, σ1)V2(τ2, σ2)V3(τ3, σ3)〉
donde la integral se hace24 pues la amplitud no puede depender de las posiciones no-
físicas (τ, σ). Por otro lado, el valor de expectación se realiza de forma usual con la
integral de camino. En este proceso, la métrica auxiliar hαβ también debe ser integrada.
Al estar en dos dimensiones con invariancia ante difeomorfismos, se puede mostrar
que la integral en hαβ se reduce a una suma sobre topología de Σ. Esto tiene una
interpretación muy física e importantísima en Teoría de cuerdas: Primero, descompone
a la integral en camino en una serie perturbativa donde cada término corresponde a
una topología de Σ dada por el número de “genus” (manijas) de la misma; segundo,
cada término se corresponde con un tipo de diagramas de Feynmann en las teorías
de campos. En toda esta Tesis los cálculos de amplitudes se hará a primer orden en
topología, que corresponde a la esfera y diagramas del tipo árbol en la teoría de campos
efectiva. Para una discusión más detallada sobre cálculo de amplitudes en cuerdas ver
[7].
Un último detalle a tener en cuenta con los operadores de vértice es el llamado coci-
24Los vértices pueden interpretarse como inserciones de estados en una posición. Luego la amplitud
debe integrar sobre todas las posibles posiciones.
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clo. Por una cuestión de autoconsistencia en la Teoría de Cuerdas, es necesario agregar
a los vértices un factor ĈK, el cuál es una función del momento doble K del estado y del
operador momento doble P̂. Si se los agrupa con la parte del vértice que transporta
momento, i.e. ei(kL·xL+kR·xR), definiendo un operador ÛK = ei(kL·xL+kR·xR)ĈK(p̂, ˆ̃p), se
satisface el álgebra siguiente
ÛKÛK′ = εK,K′ÛK+K′
donde εK,K′ es el llamado factor cociclo y viene dado por
εK,K′ = e
2πiλ2k̃·k′
Básicamente los cociclos transforman a los vértices en representaciones proyectivas de
los estados. Son indispensables por ejemplo, para reproducir via amplitudes de scatte-
ring los correctos acoplamientos entre estados de la cuerda. Veremos en el Capítulo 5
que los cociclos pueden ser reemplazados y eliminados de la teoría al imponer una rela-
ción de no-conmutatividad entre los modos cero de la cuerda. Esto tendrá consecuencias
en DFT y en particular en el desarrollo de esta Tesis.
Cuerdas Fermiónicas
Para finalizar esta sección haremos un breve comentario sobre las supercuerdas.
El tema es tan basto que haría falta un Capítulo solo para discutir cada una de las
posibles construcciones, por lo que nos limitaremos solo a mencionar algunos aspectos
generales a tener en cuenta y cuales son los principales cambios con respecto a lo que
se ha explicado hasta ahora.
Primero que nada: Notar que en los estados de la cuerda que se presentaron ante-
riormente no ha aparecido ningún fermión. Es por esto que se refiere a la cuerda de la
sección como anterior Teoría de Cuerdas Bosónica. Pero si las cuerdas pretenden ser
una teoría que describa el Modelo Standard deben contener en su espectro fermiones.
Una de las maneras estándar es introducir, via supersimetría, a ψµ(τ, σ) supercompa-
ñero de Xµ(τ, σ). Una de las consecuencias de la supersimetría es que extinguirá a los
taquiones de la teoría.
Desde ya, la introducción de ψµ(τ, σ) tendrá muchas otras consecuencias: Nuevos
estados, espectro no-masivo, simetrías, LMC, etc. Quizás una de las nuevas caracterís-
ticas, que comparten todas las supercuerdas es que, agregar nuevos campos a la acción
de Polyakov, la cancelación de anomalías en la teoría cuántica da lugar un nuevo núme-
ro de dimensiones: en lugar de D = 26 dimensiones, las supercuerdas necesitan D = 10.
Por lo tanto, aún siguen valiendo los argumentos sobre la necesidad de compactificar.
De todas las supercuerdas, solo una presenta el fenómeno de aumentos de simetría
en el espacio de módulos al ser compactificada en Toros: La cuerda Heterótica. La idea
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de la misma es asignarle supercompañero ψµR(τ +σ) solo a X
µ
R(τ +σ) en la descomposi-
ción Xµ(τ, σ) = XµR(τ +σ) +X
µ
L(τ −σ). Al dejar a X
µ
L(τ −σ) no-supersimetrizado, las
anomalías en la teoría se cancelan diferente para el sector R y L arrojando un número de
dimensiones espacio-temporales diferentes para cada sector, D = 10 y D = 26 respec-
tivamente. Para poder seguir interpretando a µ como direcciones en el espacio-tiempo
es necesario deshacerse de 16 dimensiones (provenientes del sector L). Formalmente,
se las compactifica en alguna variedad compacta. De las infinitas posibilidades para la
variedad compacta solo dos25 son permitidas por requerimientos de autoconsistencia
de la teoría [8, 9] : E8 × E8 y SO(32).
En el Apéndice C.1 se presenta un resumen de las principales fórmulas utilizadas
para la Heterótica en los Capítulos siguientes.
1.4. Teoría de Campos Dobles (DFT)
Muchas de las propiedades y simetrías de las cuerdas se deben a la naturaleza de
objeto extendido de las mismas. En particular, la presencia de un tensor antisimétrico
Bµ̂ν̂ en el espectro se espera ya que, al ser unidimensional la cuerda se acopla direc-
tamente con él. De hecho, una característica distintiva de todas las teorías de cuerdas
es que, además de la métrica gµ̂ν̂ , el sector gravitacional también incluye al campo
















donde Hµ̂ν̂λ̂ ≡ ∂[µ̂Bν̂λ̂]. Esta universalidad del sector gravitacional es debida al hecho
de que los campos no-masivos del sector NS-NS están construídos con productos ten-
soriales de osciladores Left y Right que transforman en la representación fundamental
del grupo de Lorentz D-dimensional SO(1, D−1), y por lo tanto, conteniendo los g.d.l.







⊕ D(D − 1)
2
⊕ 1 . (1.4.2)
Cuando el espacio es compacto, las cuerdas pueden contraerse en círculos, dando lugar
así a los llamados windings. La presencia de windings y momento interno da lugar a la
T-dualidad, que es una característica de las cuerdas, la cual se manifiesta al conectar
la física de las cuerdas definidas en espacios geométricos diferentes, dando lugar así
a otros fenómenos como aumentos de simetría sobre puntos específicos del espacio
de módulos. En compactificaciones toroidales la T-dualidad implica que backgrounds
25Deben ser autoduales, y pares
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n-dimensionales relacionados por el grupo O(n, n,Z) son físicamente equivalentes.
En las compactificaciones toroidales de KK de la teoría efectiva gravitatoria, la
dualidad aparece como una simetría continua global O(n, n,R) (1.4.1) cuando solo los
modos no-masivos se tienen en cuenta. Al tener en cuenta todos los modos masivos, la
simetría se rompe a O(n, n,Z).
La teoría de Campos Dobles (DFT) intenta incorporar estas características cuer-
dosas, y en particular la información de los windings, a una teoría de campos [10]-[11].
Inspirada en compactificaciones toroidales, DFT es formulada en una de espacio doble,
con coordenadas XM = (x̃µ̂, xµ̂), donde las nuevas coordenadas x̃µ̂, se agregan además
de las usuales xµ̂ (canónicas conjugadas de los momentos internos), como coordenadas
canónicas conjugadas de los windings26. AquíM = 0, . . . , 2D − 1 y µ̂ = 0, · · · , D − 1.
Se construye una acción invariante O(D,D) en el espacio doble, en el cual la simetría
global O(D,D) es realizada linealmente. La acción construida se arma a introducir un
campo llamado métrica generalizada, que incorpora a los g.d.l. de la métrica gµ̂ν̂ y el
tensor antisimétrico Bµ̂ν̂ , y que además transforma como un tensor del grupo O(D,D).
Como las teorías de gravedad poseen simetrías (difeomorfismos y transformaciones
de gauge de la 2-forma Bµ̂ν̂) es de esperar que DFT también las tenga. De hecho esto
es así, se llaman difeomorfismos generalizados, pero la teoría solo está definida bien si
se satisfacen ciertas condiciones de consistencia. Una posible condición a imponer es la
bien conocida section condition o strong constraint (SC) que, de forma efectiva, termina
eliminando la mitad de las coordenadas (matando todo información posible acerca de
los windings). Al imponerla y eligiendo matar a las coordenadas x̃µ̂, la acción de DFT
se reduce a (1.4.1) y los difeomorfismos generalizados se reducen a los difeomorfismos
estandard y a las transformaciones de gauge de la 2-forma Bµ̂ν̂ que dejan invariante a
(1.4.1).
Otra posible solución a las restricciones resulta de considerar compactificaciones
tipo Scherk-Schwarz generalizadas [12–14]. Vale la pena resaltar que las compactifica-
ciones Scherk-Schwarz de DFT dan lugar a todos los flujos de las teorías de supergrave-
dad gaugeadas (que no se pueden obtener desde compactificaciones efectivas de bajas
energías de supergravedades) permitiendo una interpretación geométrica de todos ellos
[15] en el espacio doble.
Volviendo a la construcción de DFT, los difeomorfismos generalizados transforman
a los tensores de la siguiente manera
LVWM···N = V P∂PWM···N + (∂MVP − ∂PVM)WP···N + · · ·+ (∂NVP − ∂PV N )WM···P .
(1.4.3)
26La T-dualidad conecta teorías de cuerdas con diferentes backgrounds geométricos. En el mapeo
entre ellos, los estados con momento interno son mapeados a estados con windings. Por lo tanto uno
podría pensar que las coordenas de espacio xµ tienen sus correspondientes T-duales x̃µ
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es invariante ante las transformaciones generalizadas de arriba. Esta puede ser descompuesta
en una parte definida positiva y una definida negativa, η|C± , actuando sobre cada uno de
los dos subespacios D-dimensionales ortogonales del espacio doble E = C+ ⊕ C−, que son
generadas por las coordenadas XM± = xµ̂ ± x̃µ̂. Haciendo uso de η|C± una métrica definida













HMP ηPQHQN = ηMN . (1.4.6)
Bajo transformaciones de O(D,D) denotadas por hMP , X → hX y los campos transforman
como
HMN (X)→ hMPhNQHPQ(hX), d(X)→ d(hX) (1.4.7)
Los índices se bajan y suben con la métrica ηMN y su inversa ηMN , respectivamente. A veces
es útil expresar la métrica HMN en términos de un vielbein













y sab es la métrica usual D dimensional de Minkowski. Los índices A,B, · · · , son bajados y




y su inversa, respectivamente, la cual coincide numéricamente con (1.4.4).
Dado que la métrica de Minkowski es invariante bajo tansformaciones de Lorentz O(1, D−
1), la métrica SAB es invariante baja transormaciones dobles O(1, D−1)×O(D−1, 1) y como
resultado la métrica generalizada H parametriza el cociente
O(D,D)
O(1, D − 1)×O(D − 1, 1)
. (1.4.11)
De la regla de transformación (1.4.3), la métrica generalizada transforma como
LVHMN = V P∂PHMN + (∂MV P − ∂PVM)HPN + (∂NV P − ∂PVN )HMP . (1.4.12)
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En términos de HMN , y quedandose hasta dos derivadas, la acción de DFT en el espacio





dDxdDx̃ e−2dR(H, d) , (1.4.13)
donde el escalar de Ricci generalizado está dado por [17]












es un escalar de O(D,D) y GDFT es la constante de acoplamiento gravitatoria en el espacio
doble.
La comparación con cuerdas necesita de la imposición de la LMC
∂M∂
M · · · = (N − N̄) · · · , (1.4.16)
dondeN y N̄ son los números de osciladores Left y Right de la cuerda, y los puntos suspensivos
reemplazan a cualquier campo. Dado que g,B y φ corresponden a N = N̄ = 1, esperaríamos
N − N̄ = 0. Sin embargo, en un espacio compacto esta diferencia podría dar un entero no
nulo, hecho que es importante para permitir el aumento de simetría, pero la construcción
usual de DFT solo considera estados con N − N̄ = 0. Introduciendo el vector momento 2D-
dimensional PM = (p̃µ̂, pµ̂), generado por las derivadas parciales −i(∂̃µ̂, ∂µ̂) actuando sobre
el correspondiente campo, la LMC se lee
||P||2 ≡ PMPM = 0 (1.4.17)
para HMN y d. En general, este no es suficiente para asegurar consistencia. Por ejemplo, el
producto de campos en general no lo satisface y las transformaciones generalizadas (1.4.3) no
cumplen clausura.
Esta falla se espera desde cuerdas, ya que muchos otros términos (infinitos) se necesitan
para completar la acción, los cuales contienen no solo derivadas de mayor orden sino campos
de spin mayores. En la teoría truncada, donde solo los estados no-masivos con N = N̄ = 1
son tenidos en cuenta, es necesario imponer mayores restricciones. Una posible, como ya fue
27En la formulación original de Siegel [10, 16] la acción contiene términos extra que no estan en









(SAB − ηAB)ηPQ ∂MEAP∂MEBQ + 4∂Md∂Md − 4∂M∂Md
]
.
En A mostramos que al imponer la LMC estos términos se anulan.
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mencionado, es la SC
∂M∂
M · · · = 0 , (1.4.18)
donde los puntos suspensivos indican campos y cualquier producto de ellos. La SC implica que
los campos solo dependen de la mitad (del total) de las coordenadas, es decir, la otra mitad
debe desecharse. Las coordenadas que sobreviven pueden elegirse iguales a xµ̂. Esta elección se
llama marco gravitatorio ya que en este caso la acción (1.4.13) se reduce a eq. (1.4.1) cuando
HMN es parametrizada como en (1.4.5) y GDFT ≡ 2κ2
∫
dDx̃.
Es importante enfatizar que (1.4.13) describe más grados de libertad físicos que la acción
estandard D-dimensional (1.4.1) para g, B and φ. Al introducir x̃µ̂,y sus derivadas parciales
∂̃µ̂, los campos pueden llevar momento en esas direcciones y los background pueden depender
también de ellas. Tal dependencia no ocurre solo en DFT: backgrounds con dependencia no
trivial en x̃µ̂ no pueden ser descriptos desde gravedad D-dimensional, pero sin embargo se
espera que sean soluciones consistentes de la teoría de cuerdas.

Capítulo 2
Kaluza-Klein y Windings en DFT
2.1. Introducción
La presencia de modos con winding y momento simultáneamente produce la T-dualidad,
la cual sin dudas es una característica de las cuerdas. Esta conecta la física de la cuerda
definida sobre muy distintos backgrounds geométricos y da lugar a aumentos de simetría
para puntos específicos del espacio compacto. La teoría de campos dobles (DFT) intenta
incorporar estas características y en particular la información sobre los windings a una teoría
de campos. En su construcción debe imponerse una fuerte restricción, la SC. El problema
es que la imposición termina eliminando la mitad de las coordenadas, i.e. de forma efectiva
desaparece la dependencia de los campos en las coordenadas x̃, matando así toda información
de los windings. Como la presencia de windigs es esencial para la T-dualidad, tratar con ellos
evidentemente requiere relajar la SC. En compactificaciones toroidales, genéricamente, los
estados con winding son masivos, por lo tanto, entender su papel significa lidiar con el sector
masivo de la cuerda1.
En el presente Capítulo comenzaremos con el trabajo realizado en este Tesis2, el cual se
extenderá por éste y los siguientes Capítulos. El objetivo general de este trabajo es, como ya se
ha mencionado, dar una descripción fenomenológica de la teoría de cuerdas en compactifica-
ciones toroidales cubriendo todo el espacio de módulos (incluso aquellos puntos para los cuales
existe aumento de simetría). Esto culminará en el Capítulo 5 donde daremos una única acción
efectiva de bajas energía, que íncluye estados con winding, la cual puede interpolar distintos
puntos del espacio de módulos, dando lugar así a aumentos/rupturas de simetría. En este Ca-
pítulo en particular, estudiaremos un subsector masivo con winding, via compactificaciones
de DFT en toros dobles. Como el dilaton y la métrica generalizada de DFT contienen estados
de la cuerda bosónica construidos con un oscilador Left y uno Right, nos concentraremos en
este sector del espectro de la cuerda. La idea básica es partir del Lagrangiano usual de DFT,
compactificarlo en un toro doble, sin eliminar la dependencia en las coordenadas internas para
1Sin embargo, en algunos puntos específicos del espacio de módulos, ciertos estados con winding se
vuelven no-masivos dando lugar a un aumento de simetría. Trataremos esta situación en los capítulos
posteriores
2Este Capitulo fue motivo de una publicación bajo el título: Probing the string winding sector
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luego realizar una expansión en modos. Cada modo estaría, en principio, asociado a un gra-
do de libertad quedando interacciones entre ellos al integrar sobre las coordenadas internas.
Luego dichas interacciones deben ser reproducidas por cuerdas, via amplitudes, para mostrar
consistencia del desarrollo. El cómo hacer la expansión en modos es fundamental para las
conclusiones y es parte de lo que se discutirá más adelante.
Usaremos como guía a la cuerda bosónica, ya que por más que no sea libre de taquiones, los
cálculos de amplitudes son más sencillos. Además, para el sector en el que estamos interesados,
razonamientos similares a los aquí expuestos pueden realizarse en la cuerda Heterótica.
La comparación entre DFT y cuerdas se hace desarrollando los campos generalizados
alrededor de un background toroidal con dilatón constante. Luego desarrollamos la acción
de DFT hasta tercer orden en fluctuaciones alrededor del background y comparamos los
resultados via amplitudes de tres puntos en cuerdas.
Encontramos que ambos, el espectro de DFT y de cuerdas, contienen momento KK y
winding coincidiendo siempre que la LMC se imponga en la expansión en modos de DFT.
Más aún, mostraremos que la acción de DFT compactificada es invariante (a tercer orden
en fluctuaciones) ante transformaciones generalizadas de gauge generadas por las derivada de
Lie generalizada, siempre y cuando la LMC sea impuesta. Esta invariancia nos permite elegir
un gauge apropiado, el gauge “armónico generalizado”, el cual puede fácilmente identificarse
con las condiciones de polarización sobre estados físicos que se producen en cuerdas via la
cancelación de la anomalía conforme de los vértices en el OPE con el tensor de energía-impulso
de la hojamundo.
2.2. Coordenadas Armónicas
Trabajaremos en el entorno de DFT usual, pero utilizaremos una redefinición de la métrica
generalizada HMN , la cual se conoce como marco de Einstein. En éste se combinan el dilatón
d y la métrica HMN generalizados en una única métrica H̃MN . La razón para hacerlo es
porque en este marco la acción de DFT adquiere una forma más simple para comparar al final
los resultados con cuerdas.
Para llegar al marco de Einstein, realizamos una transformación de Weyl
H̃MN = e2ΩHMN , (2.2.1)
bajo la cual un tensor de peso conforme ∆Φ transforma así
Φ̃ = e−Ω∆Φ Φ . (2.2.2)
La lista de pesos conformes en DFT figura en la siguiente tabla 2.1. Luego haciendo uso de
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Φ HKL ηKL EAM SAB ηAB
∆Φ −2 −2 −1 0 0
Tabla 2.1: Pesos Conformes en DFT.
esto, se ve que
R = e2Ω
[













dDxdDx̃ R̂(H̃, d) , (2.2.4)
donde











Esta acción 2.2.4 se comporta similar a la acción de Einstein-Hilbert de gravedad usual en
varios aspectos. Al utilizar los difeomorfismos generalizados de DFT3 podemos fijar un gauge,
conocido como gauge de coordenadas armónicas, dejando así la ecuación de movimiento mucho
más simplificada. Específicamente, este gauge se consigue al pedir que las coordenadas dobles





XR = 0 ⇒ ∂MH̃MN = 0 , (2.2.6)
el cual, en término de los antiguos campos HMN y d, da
∂MHMN − 2HMN∂Md = 0. , (2.2.7)








Haciendo uso de las condiciones anteriores e integrando por partes, la acción (1.4.13) puede















3Por ahora supongamos que podemos utilizarlos, más adelante probaremos que incluso al relajar
la SC al LMC cuando compactifiquemos, los difeomorfismos seguirán siendo una simetría hasta tercer
orden en fluctuaciones de los campos.
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2.3. Perturbaciones en DFT
Hemos dicho que estudiaremos compactificaciones toroidales de DFT y para ellos traba-
jaremos con la acción 2.2.10. Para contrastar cualquier resultado con cuerdas es necesario
expandir los campos alrededor de un background, ya que las amplitudes de scattering entre
vértices se traducen en las equivalentes para fluctuaciones. Por lo tanto, expandiremos a la
métrica generalizadaHMN alrededor de un backgroundHMN y con fluctuaciones ĥMN (idem
con el dilatón d),
HMN = HMN + ĥMN , d = d+ d̂ . (2.3.1)
Consideraremos compactificaciones toroidales, por lo tanto serán HMN y d constantes4.
Como la teoría presenta dos métricas, HMN y ηMN , los índices de (2.3.1) pueden en principio
ser invertidos de dos maneras: usando la ηMN o usando el desarrollo geométrico en serie para
matrices. Por lo tanto, obtenemos
HMN = HMN + ĥMN = HMN − ĥṀṄ + ĥṀP ĥṖṄ − ĥṀQ ĥQ̇Ṗ ĥPṄ + . . . , (2.3.2)
donde, para abreviar, introdujimos la notación AṀ ≡ HMNAN , AṀ ≡ HMNA
N , y donde
además, resultara útil notar que a primer orden
ĥMN = ηMPηNQĥQP = −H
MPHNQĥQP = −ĥṀṄ . (2.3.3)
El campo ĥMN contiene infinitas potencias de ĥPQ y el background HMN 5.
Notar también que por construcción HMNHNQ = δMQ, sin embargo ĥMN ĥNQ 6= δMQ.
Más bien, lo que se obtiene es







Como la comparación con cuerdas la haremos en el marco de Einstein, resulta útil además
notar que
H̃MN = ¯̃HMN + ˆ̃hMN = H̄MN + (ĥMN + 2d̂H̄MN ) . (2.3.5)
En lo que sigue veremos como se desarrolla en fluctuaciones la acción de DFT para luego
realizar la compactificación y desarrollo en KK.
4Tanto para la parte interna como para la externa.
5En este trabajo nos quedamos a tercer órdenes en fluctuaciones, por lo tanto la serie puede ser
truncada.
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2.3.1. Expansión en Fluctuaciones de DFT
Usando (2.3.5) expandimos la acción de DFT en el gauge armónico y obtenemos, hasta




























hKL − (D − 2)ˆ̃hMN∂Md̂∂Md̂ .
(2.3.6)
Vale recordar que en términos de los campos (gravitones, Kalb-Ramond, etc), las fluctua-
ciones ĥMN = ĥ(1)MN + ĥ(2)MN + . . . contienen contribuciones de diferentes órdenes en los
campos. Por ejemplo, el término cuadrático en ĥMN podría dar lugar a términos de orden






h(1)KL, al mezclarse con uno de primer
orden. Sin embargo, esto no sucede, y para verlo podemos integrar por partes este término
y obtendríamos la ecuación de movimiento (ver (2.4.9) abajo), y por lo tanto tal se anula
en capa de masa.6 Las mismas conclusiones valen para el segundo término. Por lo tanto, los
términos de tércer orden en los campos involucran solo fluctuaciones de primer orden de los
campos generalizados, y finalmente se obtiene el Lagrangiano (2.3.6) con ˆ̃hKL =
ˆ̃
h(1)KL
Antes de compactificar, solo para ganar intuición sobre los objetos con los que estamos




















Luego, de los términos de segundo orden en fluctuaciones e imponiendo la SC (en el marco
de Einstein, es decir eliminando la dependencia en las coordenadas x̃), se obtienen los términos





























6Que al fin y al cabo es lo que interesa, ya que los calculos de amplitudes de scattering se hacen
en capa de masa.
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La moraleja es que para obtener teorías de gavedad ordinarias la SC se debe imponer, como
es de esperar.
2.3.2. Compactificación Generalizada en Kaluza-Klein
La idea ahora es seguir avanzando para realizar la compactificación en un toro doble. En
las direcciones espacio-tiempo impondremos la SC pues no hay necesidad física para evitarlo.
Será necesario plantear un ansatz de Kaluza-Klein. Pero esto no será todo, tenemos que
expandir luego en Fourier, y ese punto es sutil. Surge la pregunta: ¿Cómo expandir?, es decir,
¿con qué valores de momento y winding?. Claramente si permitimos todo tendríamos estados
que no existen en cuerdas, ya que la LMC impone vínculos entre el momento KK y el winding
de cada estado.
Empecemos por lo primero: dar el ansatz para descomponer la métrica generalizadaHMN .




−gνρcρµ gµν +ANµMNPAP ν + cρµgρσcσν MNPAP µ +ANρgρσcσµ
−gνρAMρ MMPAP ν +AMρgρσcσν MMN +AMρgρσANσ
 ,
(2.3.10)
donde hemos expandido los índicesM,N en espacio-tiempo µ, ν, · · · que barren de 0, · · · , d−1,





µ ANν fue introducida, donde ANµ son los vectores y los llamaremos del tipo Cartan.
LaMMN es la matriz de escalares definida más abajo.
















y los índices m,n, · · · = 1, · · · , D − d.
Con todo esto presente, las fluctuaciones de la métrica generalizada quedan, a primer









ĥ ν(1)µ ĥ(1)µν ĥ(1)µN




−ηνρbρµ hµν MNPAP µ
−ηνρAMρ MMPAP ν hMN
 . (2.3.13)




−BnsGslhlkGkm + bnlGlm hnm − bnlGlkBkm +BnkGkshsrGrbBbm −BnkGklblm
)
(2.3.14)
donde hnl, bnl son los escalares derivados del gravitón y del Kalb-Ramond en dimensión más
alta, respectivamente.




d̂ = φ̂− 1
4
hµµ . (2.3.16)
En el marco de Einstein, las fluctuaciones se modifican, pero solo las siguientes
ˆ̃
hµν = (hµν + 2d̂ ηµν) ≡ h̃µν ,
ˆ̃
hµν = (−hµν + 2d̂ ηµν) ≡ −h̃µν ,
ˆ̃
hMN = (hMN + 2d̂MMN ) ≡ h̃MN . (2.3.17)
La condición de gauge armónico en el marco de Einstein (∂MH̃MN = 0) se traduce en






Lˆ̃hLN = 0 , (2.3.18)
donde hemos usado la SC en las direcciones espacio-tiempo. Por lo tanto, cuando se especifican



















= 0 . (2.3.21)
Discutiremos la relación entre esto y la anulación de la anomalía conforme en teoría de
cuerdas en la sección (2.5).
2.4. Expansión en Modos
Ahora nos enfocaremos en hacer el desarrollo en modo, el cual como se viene mencionando
tiene sus sutilizas. La compactificación fue hecha sobre un toro doble 2n-dimensional quedan-
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dose con 2(D − d) = 2n círculos, los cuales no son en general ortogonales pues la métrica del
background interno no es diagonal7.
Las coordenadas internas YM = (ỹm, ym) tienen periodicidad
ỹm ∼ ỹm + 2πR̃(m) , ym ∼ ym + 2πR(m) , (2.4.1)
donde R(m) y R̃(m) = α′R(m)
−1 es el radio del m-ésimo ciclo y su dual, respectivamente. Los
momentos internos se pueden codificar en vectoresO(n, n) denotados por PM con componentes









siendo nm y wm los números enteros de momento y winding.
En los background de toros, las identificaciones (2.4.1) solo son preservadas por transfor-
maciones de O(n, n) con enteros en la entrada en la matriz de transformación. Por lo tanto,
el grupo de simetría O(n, n,R) de DFT se rompe al grupo discreto O(n, n,Z).
La pregunta ahora es ¿cóme realizar la expansión? Si permitimos cualquier valor para los
enteros nm y wm, entonces estaríamos permitiendo la existencia de grados de libertad que no
existen en cuerda ya que la LMC los prohibe. Una manera de pensar como proceder es notando
que DFT fue construída de tal manera que incorpora solo a los estados con un determinado
número de osciladores. Al compactificar en cuerdas, esos estados dan lugar a modos donde
los osciladores en sus vértices se mantienen. Por ejemplo, el vértice de los gravitones, masivos
y no masivos, es
εPµν∂X
µ∂̄Xνeik·XeiP·Y (2.4.3)
donde Y el vector de coordenadas internas dobles y k el momento externo. Todos tienen el
mismo número de osciladores, lo único que cambia es el factor eiP·Y que dota de momento
interno al vértice. Lo mismo ocurre con el Kalb-Ramond y el resto de los estados (vectores y
escalares) que aparecen al compactificar desde D = 10 (en la bosónica D = 26). De hecho,
todos los estados con los que estamos lidiando tienen los mismos valores posibles de P al tener
todo la misma LMC.
En DFT, la métrica generalizada (y el dilatón) contiene los grados de libertad de la
métrica y el Kalb-Ramond en D = 10. Con esto y lo anterior en mente, podemos intuir que
al desarrollar la métrica generalizada (y el dilatón) en momentos KK debemos hacerlo solo
usando aquellos valores de P que existen en cuerdas. Es decir, respetando la LMC.







7Consideramos aquí el caso en el que la métrica no tiene unidades, y las coordenadas si. Podríamos
alternativamente absorber las coordenadas en la métrica redefiniendo para absorber así los radios
Gmn → GmnR(m)R(n).
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donde la dependencia en x̃µ es eliminada por la SC en el espacio-tiempo. Por lo tanto resulta










y similar para d̂(x,Y), vectores de gauge, escalares.
En la sumatoria sobre P, aparece una prima que indica que solo los valores compatibles con
la LMC deben permitirse. Específicamente, solo valores que cumplan P2 = 0 están permitidos8.
Además como los campos son reales debe ocurrir que H(−P)(x) = H(P)(x)∗.
Vale recordar que al imponer la SC nos queda un factor 1
2κ2
en la acción, donde κ es la
constante de gravitación en d + 2n dimensiones. En términos de los acoplamientos de DFT





Por otro lado, como estamos compactificando tanto un círculo como su dual, la dependen-
cia en R en el factor de volumen de la reducción dimensional no está presente, y en cambio










Siguiendo con las convenciones usuales, tomamos∫
d2nYei(PM+QM )Y
M






= 1. La dependencia de la acción con los radios aparecerá después cuando
mostremos que los vectores tipo Cartan dan lugar a acoplamientos U(1) en los que los radios
son las cargas Abelianas asociadas. Finalmente un factor de escala aparece via el valor de
expectación del dilatón generalizado e−2d̄, que contiene tanto al de la métrica como al del
dilatón φ̄.
Para finalizar, una definición más: A esta expansión en modos, donde respetamos la LMC
al expandir cada campo la llamaremos Kaluza-Klein generalizada (GKK). Análogamente, a
los modos de Fourier los denotaremos también con GKK.
2.4.1. Términos cuadráticos, Masas y Difeomorfismos Genera-
lizados
Empecemos analizando las consecuencias de la compactificación y la expansión en modos
GKK al insertar toda esta información en (2.3.6). Nos concentraremos en mirar primero los
términos cuadráticos de la acción. Al insertar la expansión GKK en la primera línea del
8Recordar que los estados involucrados tienen dos osciladores, por lo tanto la LMC para ellos
resulta P2 = 0
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KL(x) = 0, (∂µ∂
µ − PMM
MNPN )d̂(P)(x) = 0. (2.4.11)
Estas expresiones no solo dan lugar a los propagadores del multiplete gravitatorio9 sino que
además contienen los propagadores de los modos GKK. En particular, podemos de aquí leer
la masa de los P modos GKK10 obteniendo
M2 = −k2 = PMM
MNPN = PṀPM . (2.4.12)
Esta es exactamente la masa (cuadrada) de los estados de la cuerda en un background toroidal
cuando N+N̄−2 = 0. Claramente esperábamos esta condición ya que empezamos con estados
con N = N̄ = 1. Sin embargo, los estados de la cuerda satisfacen la LMC,
1
2
PMPM = N − N̄ = 0 , (2.4.13)
pero esto está garantizado por nuestra restricción impuesta en el desarrollo en modos en la






δ(P2, 0) , (2.4.14)
y similar para d̂(x,Y).
Difeomorfismos Generalizados: Discutamos brevemente las propiedades de trans-
formación de la acción compactificada ante difeomorfismos generalizados (1.4.3). Sabemos que
la variación debería ser proporcional a términos que se anulan si la SC ∂P ⊗ ∂P = 0 se im-
pone. Como la parte espacio-temporal ya satisface este vínculo, la transformación debe ser
proporcional a ∂P ⊗ ∂P = 0, donde ahora P recorre las coordenadas internas.
Al ser la variación proporcional al parámetro de gauge puede escribirse como ∂P ξMJPM ,
donde JPM esta formado términos que son producto de la métrica y/o dilatón generalizados
9En la próxima sección detallaremos más los grados de libertad físicos de la teoría.
10Aquí el punto se refiere a la contracción via la métrica internaM.
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con una única derivada ∂P actuando en alguno de ellos. De la expansión en modos GKK,
estas derivadas dan lugar a factores QiPQjP con además un factor δ2n(
∑
iQi) producido por
la conservación de momento al integrar.
Si nos quedamos a tercer orden en fluctuaciones, como de hecho hacemos, la conservación
de momento y la LMC (Qi2 = 0) para cada campo imponen (incluyendo a ξM ) encontramos
que Qi · Qj = 0. Por lo tanto, concluímos que la acción, a este orden, es invariante ante
difeomorfismos generalizados.
Por lo tanto, tenemos una formulación de DFT que involucra windings y los difeomorfismos
generalizados. Podemos ahora estudiar que consecuencias trae esto sobre las interacciones y
sobre el contenido físico de la teoría.
2.4.2. Los Grados de Libertad Físicos
Al tener difeomorfismos generalizados, los cuales son en particular una simetría de gauge,
el contenido de grados de libertad del Lagrangiano se reduce al poder fijar un gauge.
La fórmula de masa (2.4.12) no permite visualizar los estados físicos al ser esta genérica.
Al mirar rápidamente podríamos pensar que ˆ̃h(P)µM (x) denota 2(D − d) vectores masivos. Sin
embargo, alguno de estos vectores debe ser absorbido por los GKK modos de los gravitones
y Kalb-Ramond para convertirse en masivos11. Es, de hecho, la condición de gauge armónico
la que nos permite identificar los grados de libertad físicos. Para demostrar esto primero vale
la pena recordar los campos físicos en dimensiones bajas.
Un tensor simétrico enD dimensiones tiene (D−2)(D−1)/2 grados de libertad 12. Cuando
hay n dimensiones compactas, puede escribirse
1
2
(D − 2)(D − 1) = 1
2





(D − 2)(D − 1) = 1
2
(D − n− 1)(D − n) + (n− 1)(D − n− 1) + 1
2
n(n− 1)
Partiendo de la métrica en D dimensiones, al descomponer los índices en D−n espacio-tiempo
y n índices internos, tendríamos para los estados no-masivos (correspondientes a los modos
cero de la expansión en modos GKK): 12(D − n − 2)(D − n − 1) g.d.l. para gµν , n vectores
gµm que dan lugar a n(D − n − 2) g.d.l. y 12n(n + 1) escalares gmn, todo consistente con la
primera ecuación.
Por otro lado, si los estados son masivos, debemos descomponerlos como en la segunda
ecuación, la cual se corresponde con un 2-tensor simétrico masivo, n − 1 vectores masivos y
1
2n(n−1) escalares. Podemos entender esta combinación al pensar que un escalar es “comido”
por un vector no-masivo para transformarse en masivo dejando 12n(n + 1) − n =
1
2n(n − 1)
escalares and n vectores masivos con (D−n− 1) g.d.l. Luego, uno de esos vectores es comido
11En una teoría de Kaluza-Klein usual ocurre lo mismo. Los modos masivos de los gravitones (y del
Kalb-Ramond) necesitan absorber grados de libertad (g.d.l) para tener todas las polarizaciones físicas
que un tensor de su spin tiene.
12Estamos contando el grado de libertad de la traza asociado al dilatón. Más adelante discutiremos
la separación entre la traza y el resto cuando comparemos con cuerdas.
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por el gravitón para volverse masivo, dejando un 2-tensor masivo con 12(D − n− 2)(D − n−
1) + (D − n− 1) = 12(D − n− 1)(D − n) g.d.l., y n− 1 vectores masivos.
Una cuenta similar puede aplicarse al caso del tensor antisimétrico. Un 2-tensor antisimé-
trico no-masivo con 12(D − 2)(D − 3) g.d.l. puede descomponerse como
1
2
(D − 2)(D − 3) = 1
2





(D − 2)(D − 3) = 1
2
(D − n− 1)(D − n− 2) + (n− 1)(D − n− 1) + 1
2
(n− 2)(n− 1).
La primera ecuación da lugar a la descomposición familiar de KK en términos de un tensor
no-masivo bµν , n vectores no masivos bµm y 12n(n− 1) escaleres no-masivos bmn. Para el caso
masivos, un tensor antisimétrico no-masivo se come a un vector no-masivo, dejando un tensor
antisimétrico masivo con 12(D− n− 2)(D− n− 3) + (D− n− 2) =
1
2(D− n− 1)(D− n− 2)
g.d.l. Los n − 1 vectores no-masivos restantes comen n − 1 escalares para transformarse en
n− 1 vectores masivos, dejando 12n(n− 1)− (n− 1) =
1
2(n− 2)(n− 1) escalares masivos.
En nuestro caso de DFT, un determinado nivel masivo está caracterizado por el momento
generalizado P, con LMC P2 = 0, y tal nivel contiene un tensor de spin 2 simétrico (que
puede ser descompuesto en parte con y sin traza), un tensor antisimétrico, 2(n−1) vectores y
n(n−1) escalares; todos con masa M2 = PMP. Notar que en el caso del círculo doble, n = 1,
y ningún vector o escalar masivo están presentes, solo gravitones y antisimétricos masivos.
En el espación de momentos (tanto interno como externo), la condición de gauge armónico





µN (k) + (P
ˆ̃








kµ(Pˆ̃h(P))N (k)] = 0 , (2.4.16)
donde hemos usado que −k2 = M2 es la masa (cuadrada) de los estados dados en (2.4.12).











kµ(Pˆ̃h(P))N (k) + . . . ,













satisfaciendo ∂µˆ̃h′(P)µN (x) = 0. La combinación (P
ˆ̃
h(P))N juega el rol de campo de Goldstone.
Analicemos ahora todo lo anterior en término de los campos componentes. Usando (2.3.13),
(2.4.16) puede descomponerse en polarizaciones de gravitones, tensor antisimétrico y vectores













kµ(P · M · h̃(P)(k) · M)N ] = 0 .
Veamos cada uno de los campos en específico.
Gravitones




[kµ(P ·A(P))ν + kν(P ·A)µ + kνkµ
1
M2
(P · M · h̃(P).M · P)]} = 0 ,
donde se ha usado la tercer ecuación de (2.4.17). Por lo tanto, términamos con un tensor
simétrico efectivo con polarización h̃′(P)µν que satisface
kµh̃
′(P)
µν (k) = 0 , (2.4.18)
donde





[kµ(P ·A(P))ν + kν(P ·A(P))µ − kνkµ
1
M2
(P · M · h̃(P) · M · P)] (2.4.19)
está construído con la polarización original del gravitón, un campo vectorial (P · A)ν y un
campo escalar P · M · h̃ · M · P, como era esperado del conteo de gradoos de libertad hecho
anteriormente.
Tensor Antisimétrico
Podemos proceder de forma similar para el tensor antisimétrico. De la segunda ecuación








µ(P · M ·A(P))µ = 0 ,
y usando la tercer ecuación de (2.4.17), el útlimo término se modifica usando
kµ(P · M ·A(P))µ = −P · M · h(P) · P . (2.4.20)






[kµ(P · M ·A(P))ν − kν(P · M ·A(P))µ] . (2.4.22)
13Para verlo, partimos de la condición P2 = 0,













y por lo tanto P · M · h̃ · P = 0
40 Kaluza-Klein y Windings en DFT
Se puede interpretar aquí que la polarización original b(P)µν “come” solo un vector (P ·M·A(P))ν ,
lo cual está en consonancia con la discusión anterior sobre grados de libertad. Notar que fue
importante que se anulara el término que contenia el escalar para que tal consonancia se
produjera. Tal anulación es consecuencia directa de la LMC y la escitura O(n, n).
Vectores









kν(P · M · h̃(P) · M)N + . . . , (2.4.23)
que satisfacen kνA′(P)Nν = 0.
Por lo tanto, de los 2n vectores originales A(P)Nµ , la combinación P ·A(P)µ es absorbida por
el gravitón y la combinación P ·M ·A(P)µ por el campo b(P)µν para volverse masivos, dejandonos
con 2n−2 vectores. Estos vectors, a su vez, se vuelven masivos al absorber 2n−2 escalares de
los n2 originales h̃(P)MN . Un grado más de libertad escalar (la combinación P ·M · h̃(P) ·M · P)
es tragada por el gravitón, por lo que al final quedan n2 − (2n− 2)− 1 = (n− 1)2 escalares.
Notar que deberían resultar diferentes los vectores absorbidos por el gravitón que los
absorbidos por b(P)µν . Probemos que esto siempre es así: Las dos combinaciones son P · A(P) =
P ·η ·A(P) y P ·M·A(P). Mostremos que son independientes al construirnos con ellas dos nuevas
combinaciones que resultan explicítamente diferentes. A saber, tales son la suma y resta
APL =P · (η −M) ·A(P)
APR =P · (η +M) ·A(P)
resultando siempre independientes ya que (η ±M) resultan ser proyectores de O(n, n).
Estos grados de libertad físicos que hemos mostrado deben ser interpretados desde trans-
formaciones generalizadas de gauge. Es decir, deberían existir unos parámetros de gauge
ξM = (ξµ, ξ̃µ,Λ
M ) de tal manera que al elegirlos adecuadamente, la transformación de gauge
generalizada, de la forma (1.4.3), que surge de ellos, fije a cero los grados de libertad no-físicos
Mostremos como sucede esto explícitamente. Las transformaciones de los difeomorfismos












λ − ∂N ξ̃µ , (2.4.26)
δξh̃MN = MMP∂NΛP +MPN∂MΛP −MMP∂PΛN −MPN∂PΛM . (2.4.27)
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Deberíamos imponer las condiciones que mostramos anteriormente
P ·A′(P)µ = 0 , (2.4.29)
P · M ·A′(P)µ = 0 , (2.4.30)
y fijar así los parámetros de gauge. Además debe ser fijado a cero el grado de libertad escalar
que es absorbido por el gravitón, es decir
P · M · h̃′(P) · M · P = 0 . (2.4.31)
Al pedir todo esto, quedan fijados los parámetros Λ(P)N , ξ





ηλµ[(P ·A(P)µ )− kµ
1
2M2








[(P · M · h(P) · M)N − 1
2M2
(MP)NP · M · h(P) · M · P] . (2.4.32)
Notando que M · P · Λ(P)N = 0 y que P · Λ(P)N = − 1
2M2
P · M · h̃(P) · M · P, y usando
la condición LMC (P2 = 0), se ve que (2.4.30) y (2.4.31) se satisfacen. Al reemplazar los
parámetros de gauge en (2.4.28), obtenemos expresiones explícitas en términos de los campos
viejos. Por ejemplo, los campos físicos h̃′(P)µν , b
′(P)
µν resultantes son exactamente los mostrados
en (2.4.19) y (2.4.22), respectivamente. Además resultan
h̃
′(P)





(MP)M [P · M · h̃(P) · M)N −
1
2M2









(P · M · h̃(P) · M)N
− 1
M2
(MP)N [(P ·A(P)µ )−
1
M2
kµ(P · M · h̃(P) · M · P)] (2.4.33)
− 1
M2
PN (P · M ·A(P)µ ) .
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Además, es fácil ver que los vectores físicos satisfacen
k ·A′(P)N = 0 . (2.4.34)
como es de esperarse para un vector masivo. Más aún, es importante hacer notar que bajos las
transformaciones de gauge δξ(P) = (δξµ(P) , δξ̃(P)µ , δΛM(P)) como las que están dadas en (2.4.28),






MN son invariantes, mostrando así que son el verdadero
contenido físico de la teoría. Esto es exactamente análogo a cuando en electromagnetismo las
combinaciones del vector de gauge que dan lugar al campo eléctrico y magnético resultan inva-






MN las combinaciones físicas que son invariantes
ante las simetrías internas (todavía no se fijaron aquellas asociadas a δξ(0) ).
Por último, veamos qué ocurre con la descomposicón de un tensor simétrico en las partes
con y sin traza. Claramente ésta puede ser realizada al sumar o restar la traza.









µ ), donde se ha usado que existe una libertad de incluir un parámetro de
difeomorfismos χν y fd es un factor numérico (el cual depende de la masa). Los χν se eligen
de manera que kµεφµν(k) = 0. Porlo tanto, si el modo es no-masivo debe cumplirkµχ(0)µ = −1,
mientras que si el modo el masivo, con masa M2 = P · M · P, deben cumplir χ(P)µ = 12M2kµ.
Por lo tanto, para el gravitón simétrico sin traza, la polarización resulta
h̃
′G(P)
µν (k) = h̃
′(P)
µν (k)− h̃′µ(P)µ (k)εφµν(k) , (2.4.35)
con fd = 1d−2 para los modos no-masivos y fd =
1
d−1 para los masivos.
Todavía podemos elegir el grado de libertad h̃′λλ. Una opción conveniente es Tr(h̃′) =
h̃′λλ = 4φ, donde φ es el campo del dilatón, y esta equivale a fijar d̂ = 0 (ver 2.3.15).
En realidad, para poder comparar más facilmente con cuerdas, resulta útil redefinier el
dilatón como φ′(P) =
√
fdφ





fd(P)(ηµν + kµχ(P)ν + kνχ(P)µ ) . (2.4.36)
Por construcción queda normalizada εφ′(P) · εφ′(P) = 1 y también cumple εφ′(P) · εG(P) = 0.
Cabe señalar que la elección d̂ = 0 elimina la dependencia en d̂ del Lagrangiano (2.3.6), pero























donde solo los campos físicos identificados arriba deben ser considerados.
Sobre la Fijación de Gauge
En este punto puede llegar a existir una confusión, pareciera que hablamos al principio so-
bre fijar un gauge (el armónico) y por otro lado sobre fijar un gauge que mostrara los grados de
libertad físicos. Veamos que ambas cosas son compatibles, al mostrar que las trasformaciones
que hemos usado para encontrar los g.d.l. físicos preservan la condición de gauge armónico, y
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por lo tanto la expresión para la acción en tal gauge puede ser aún utilizada.











PHML − 2∂M∂PξMHLP − 2∂M∂PξLHMP
+ 2∂M∂
MξPHLP + 2∂M∂LξPHMP .











El segundo término es cero debido a la ecuación de movimiento (ver 2.4.9) y es fácil ver
que tanto ∂MξM como H̄MN∂N ξM son cero para transformaciones con los parámetros ξM
que encuentras los grados de libertad.
En conclusión, el gauge armónico no fija completamente la libertad de gauge y por lo tanto
es posible usar las simetrías remanentes para eliminar los grados de libertad tipo Goldstone.
2.4.3. Goldstone y Ruptura Espontanea en KK
Hagamos un breve comentario sobre el término Goldstones que hemos utilizado y su uso
en rupturas de simetría. Usualmente los grados de libertad de Goldstone están asociados a
rupturas espontaneas de simetría por el valor de espectación en el vacío de algún campo.
Resulta que aquí ocurre algo similar14.
Al comenzar en dimensiones altas, todos los difeomorfismos están presentes y por lo tanto
la simetría de difeomorfismos generalizados está completa. Al compactificar en un toro doble,
los valores de espectación en el vacío son
〈gµν〉 = ηµν ,
〈AMµ 〉 = 〈bµν〉 = 0 ,
〈HMN 〉 =MMN .
Estos valores hacen que solo los modos cero de los parámetros ξ(0)M (x) dejen invariante al
vacío, mientras que las transformaciones asociadas a los modo distintos de cero ξ(P)M estén
espontáneamente rotas15.
Al final, los parámetros internos ΛM (x) de los difeomosrfismos generalizados se transfor-
man en parámetros de una simetría U(1)M de gauge, bajo la cual transforman los campos
14Esto ha sido ya discutido en otros trabajos sobre compactificaciones KK extensamente, ver [5, 19,
20].
15Discutimos el álgebra de difeomorfismos en el Apéndice.
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AM ∧ dΛM ,
δMMN = ΛP∂PMMN ,
(2.4.39)
donde estas ecuaciones se deben entender en términos de los modos GKK. Recordar que
∂MΛ
N = 0, i.e. no dependen de las coordenadas internas, y dΛM = 0 para modos masivos.
Para los modos no-masivos A(0)N , se obtienen las transformaciones usuales de gauge. Re-
sulta de particular interés la transformación de la 2-forma b (tanto para modos masivos como
no-masivos), ya que involucra, via los términos Chern Simons, a los vectores. La combinación
















AN ∧ ∂MAN ,
(2.4.40)
donde H y BM son unas 3-forma y 2-forma espaciotiempo, respectivamente. Mostraremos que
esta combinación covariante es la que aparece exactamente en el lagrangiano.
2.4.4. Acción efectiva a orden cúbico
Ya hemos identificado los campos físicos, por lo que ahora procederemos a considerar la
acción a tercer orden16 (2.4.37) expandiendo los índices en internos y externos.
Obtenemos


















































donde además de las interacciones cúbicas hemos permitido algunas otras de mayor orden
necesarias para tener invariancia ante gauge y difeomorfismos.
16Una propuesta alternativa de esta acción puede encontrarse en [21].












ν − ∂νAMµ −ANµ ∂NAMν +ANν ∂NAMµ






























ANν ∂MANµ , (2.4.42)
y las derivadas están definidas como
Dµ = ∂µ −AMµ ∂M . (2.4.43)
Recordar que aquí debe desarrollarse gµν = ηµν + hµν ,MMN =MMN + hMN , etc.
Vale mencionar algunas características de este Lagrangiano. Primero, (2.4.41) tiene una
forma compacta debido a la escritura explícita O(n, n). Segundo, todos los campos allí de-
penden tanto de las coordenadas espacio-tiempo como de las internas, por lo que deben ser
expandidos en modos GKK, de acuerdo con (2.4.14). Tercero, los modos GKK correspon-
den a los campos físicos, y recordar que al actuar sobre los campos en el desarrollo GKK,
−i∂M → PM no es otra cosa que el operador de carga.
La acción contiene términos de interacción cúbicos y cinéticos tanto de estados masivos
como no-masivos. Aparecen también derivadas covariantes y términos Chern-Simons en el
tensor antisimétrico en la forma usual. Solo para visualizar mejor, la derivada Dµ en (2.4.43)
produce, cuando se expande en modos y actua sobre un campos Φ(P)(x), una derivada cova-
riantizada
DµΦ
(P)(x) = (∂µ − iA(0)Mµ PM )Φ(P)(x) + ... , (2.4.44)
donde PM es la carga “eléctrica” con respecto a un U(1)M de gauge del campo A
(0)M
µ . Los
(...) indican términos de a forma A(K)Mµ Φ(P−K)(x) que aparecen al desarrollar en modos. Tales
términos no son relevantes para covariantizar la derivada del modo P.








) las cuales, en general, no son enteras. Si queremos que resulten enteras,
debemos redefinir
A(0)mµ → R(m)A′(0)mµ , (2.4.45)
Ã(0)mµ → R̃(m)Ã′(0)mµ . (2.4.46)
Por lo tanto, de aquí vemos que al usar la definición estandar − 1
4g2d
para el coeficiente del
término cuadrático del tensor de campo de los vectores en el Lagrangiano d-dimensional, los
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, κ2d = κ
2e2d . (2.4.47)
Vale aclarar que como el dilatón generalizado es invariante O(n, n), κd es invariante, como
se espera.
Los modos no-masivos de la primera línea de (2.4.41) dan lugar a la acción extendida
de Einstein-Hilbert (1.4.1), en d dimensiones. La segunda línea contiene tanto al el término
cinético Abelian −14MMNF
(0)M




M como al cinético de los escalares,
cuando se miran modos no-masivos. La tercera línea tiene términos de gavitones, vectores y
escalares masivos. Por ejemplo, el término con vectores da
− 1
2









que debido a que M2 = PMP = PṀPM , resulta ser el término de masa del vector (además
da lugar a otros términos cuando aparecen modos del gravitón, pero estos ya son de orden
cúbico y no afectan la masa)
Más adelante, en (2.5.22) y de modo pedagógico, daremos una expansión completa de la
acción en el caso de la compactificación sobre un círculo.
Enfaticemos que la acción (2.4.41) es una acción efectiva invariante de gauge. El sector
no-masivo está compuesto por gravedad+Kalb-Ramond+Vectores+escalares, acoplados a los
correspondientes modos masivos de la torre de KK que contienen tanto momento interno
como winding. Todas las herramientas necesarias para el cómputo de amplitudes, tales como
reglas de Feynman, propagadores, etc, pueden ser obtenidas explícitamente. Todo esto provee
una generalización de trabajos previos [22, 23] en los cuales compactificaciones tipo KK de
gravedad fueron consideradas con diversos propósitos fenomenológicos.
Para la comparación con teoría de cuerdas debemos comparar con las amplitudes en capa
de masa.
2.5. Análisis en Teoría de Cuerdas
En esta sección trabajaremos con la Teoría de Cuerdas con background toroidales cons-
trantes Gpn y Bmp para la métrica y el tensor antisimétrico respectivamente. El objetivo será
comparar con la acción de DFT mostrada en la sección aterior. Analizaremos los operadores
de vértice que crean los estados físicos, discutiremos los cálculos de amplitudes de tres pun-
tos y contrastaremos los resultados con los obtenidos en la sección anterior dentro de DFT.
Por las razones esbozadas anteriormente, trabajaremos con estados de número de oscilado-
res N = N̄ = 1. Los vértices que se originan a partir de aquí se analizarán de dos formas
diferentes:
Por un lado mostraremos que si no se impone ninguna condición sobre las polarizaciones de
los vértices, una combinación de ellos (que involucra vectores, tensores, escalares) es necesaría
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para cancelar la anomalía conforme. Tal combinación puede ser identificada con las expresiones
encontradas en el gauge armónico generalizado en DFT y puede ser interpretado como una
manisfestación del mecanismo de Higg sobre la hoja de mundo.
Por otro lado, si imponemos condiciones de polarización, veremos que se corresponden con
las correspondientes encontradas en DFT cuando utilizamos la invariancia ante difeomorfismos
generalizados para encontrar los grados de libertad físicos.
2.5.1. Relación entre Anomalías Conformes y Gauge Armónico
Generalizado
En general, los vértices en cuerdas requieren condiciones de polarización sobre ellos pa-
ra evitar que surjan anomalías (conformes) con el tensor de energía-momento de la hoja
mundo. Tales condiciones se traducen al espacio-tiempo como requerimientos de gauge sobre
los campos. Aquí los diferentes operadores de vértice, correspondientes a 2-tensores, vec-
tores y escalares, tendrán en general un OPE anómalo con el tensor de energía. Para los
modos no-masivos, la cancelación del término anómalo da lugar a la condición ya familiar
kµεGµν(k) = 0, k
µεMµ (k) = 0, etc. para las polarizaciones de los tensores de gravitones, vecto-
res, etc. Éstas se corresponden a la ecuación (2.4.17) para momento GKK nulo.
Para campos masivos, una combinación de diferentes vértices puede ser considerada, de
tal manera que la suma de diferentes contribuciones de términos anómalos se cancelen. Esto
representa una manifestación en la hoja mundo del mecanismo de Higgs. La condición de
cancelación puede ser escrita enn un lenguaje O(n, n) y puede verse que coincide con la
condición de gauge armónico encontrada en DFT
Los vértices con los que estamos trabajando, son, a menos de normalizaciones,
VG = ε
G
ρσ(k, kL, kR) : ∂X
ρ∂̄Xσ eik·X+ikL·Y+ikR·Ȳ : ,
VAR = ε
a
Rρ(k, kL, kR) : ∂X
ρ∂̄Ȳ a eik·X+ikL·Y+ikR·Ȳ : ,
VAL = ε
a
Lρ(k, kL, kR) : ∂Y
a ∂̄Xρ eik·X+ikL·Y+ikR·Ȳ : ,
Vφ = φab(k, kL, kR) : ∂Y
a ∂̄Ȳ b eik·X+ikL·Y+ikR·Ȳ : (2.5.1)
Aquí el índice G denota genéricamente estados con polarización simétrica sin traza, an-
tisimétrica, o solo traza, AL, AR son vectores y φ escalares. Además ∂̄ = ∂z̄, ∂ = ∂z y
Y = Y (z), Ȳ = Ȳ (z̄) son las coordenadas tipo Left y Rightd. Conviene usar coordenadas
Y a = em
aY m con índices del espacio tangente a, b, ..., definidos en término de los vielbein ema
(δab = emagmnenb) ya que ellos tienen OPEs estandad. A saber, los propagadores se leen
〈Xµ(z, z̄)Xν(w, w̄)〉 = −α
′
2
ηµν ln|z − w|2 ,
〈Y a(z)Y b(w)〉 = −δabα
′
2
ln(z − w) , 〈Ȳ a(z̄)Ȳ b(w̄)〉 = −δabα
′
2
ln(z̄ − w̄) .
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Los momentos que aparecen en los vértices son
kaL = ea




m + gmn(pn −Bnkp̃k) , pmR = −p̃m + gmn(pn −Bnkp̃k) .
El tensor de energía (tipo Left) de la hoja mundo es
T (z) = − 1
α′
(ηµν : ∂X
µ(z)∂Xν(z) : +δab : ∂Y
a(z)∂Y b(z) :) ,
y una expresión análoga para el tipo Right. Los OPEs son
T (z1)VG(z2) = [
α′
4







σ eik·X+ikL·Y+ikR·Ȳ :] + . . . ,
T (z1)VAL = [
α′
4









ρ eik·X+ikL·Y+ikR·Ȳ :] + . . . ,
T (z1)VAR = [
α′
4







a eik·X+kLY+kRȲ :] + . . . ,
T (z1)Vφ = [
α′
4







b eik·X+ikL·Y+ikR·Ȳ :] + . . . .
Debido a que k2L = −k2, los vértices tienen peso conforme correcto h = 1 (y similar con h̄ = 1),
sin embargo, hay anomalías cúbicas que deben ser canceladas. Como hemos mencionado, una
manera de hacerlo es considerar combinaciones de diferentes vértices; veamos por ejemplo la
siguiente para gravitones masivos
V = αVG + βVAL + γVAR + δVφ , (2.5.3)
donde α, β, γ, δ don constantes a determinar. Para el OPE con T y T̄ , las condiciones de














σ = 0 , δkaRφba + γk
ρεbLρ = 0 (2.5.4)









ρh̃(P)ρσ + P ·A(P)σ = 0 , (2.5.5)
donde se ha definido
εmσ = εLmσ + εRmσ, ε̃mσ +Bmnε
n
σ = εLmσ − εRmσ , (2.5.6)
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σ ) ≡ (ε̃mσ, εmσ ), εGρσ ≡ h̃(P)ρσ . (2.5.7)
Por lo tanto, (2.5.5) no es otra cosa más que la primera condición de gauge armónico de
(2.3.21) en el espacio de momentos.
Por otro lado, al tomar la resta (en lugar de la suma) de las primera dos ecuaciones de
(2.5.4), obtenemos
kLεL − kRεR = p̃mεmσ + gmn(pn +Bnkp̃k)(ε̃mσ +Bmpεpσ) = 0 ,
la cual puede ser reescrita como
P · M ·Aσ
(P)
= 0 , (2.5.8)
como fue encontrado en (2.4.30).
Las otras dos ecuaciones que involucran a escalares dan lugar a






R ) = 2δg
mn(pn +Bnkp̃
k)φmn + γk · εn = 0 ,
δ(kmL φmn − knRφmn)− γk.(εmL − εmR) = 2δp̃mφmn − γk · (ε̃n +Bnl · εl) = 0 ,
de las cuales se puede ver que coninciden con la tercer ecuación de la condición de gauge
armónico en (2.3.21) cuando se elige δ = 12γ y se hace una identificación con los campos
escalares de DFT (2.3.14)
φmn + φnm = h̃mn ,
φmn − φnm = bmn. (2.5.9)








Pasos similares podrían seguirse para encontrar el análogo para el campo Kalb-Ramond
y la segunda ecuación en (2.3.21) se obtiene.
A continuación veremos la otra versión de cancelación de anomalías, la cual es más comoda
para trabajar en amplitudes, pero no refleja el mecanismo de Higgs oculto.
2.5.2. Vértices Físicos sobre el Toro
En lugar de buscar combinaciones de vértices que sean libres de anomalías (y encontrar
así las condiciones del gauge armónico), podemos pedir que cada vértice (2.5.1) por si mismo
sea libre de anomalías. Esto daría lugar a condiciones de polarización de estados físicos (ahora
denotados con una prima). En el caso de la compactificación sobre un círculo, este proceso
dirá que no existen polarizaciones físicas para vectores y escalares masivos, confirmando así
que no hay tales grados de libertad.
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La condición de cancelación de anomalías para vectores es
kaLε
′a




Rρ = 0 ,
kρε′aLρ = 0 , k
ρε′aRρ = 0 .
(2.5.11)













Rρ = 0 , (2.5.12)
lo cual es equivalente a
P ·A′µ = 0 ,
P · M ·A′µ = 0 ,
∂µA
′B
µ = 0 .
(2.5.13)
Es decir, son las condiciones halladas en (2.4.30) luego de la fijación de gauge. De forma
análoga, para escalares se obtiene
kaLφ
′ab = 0 , kbRφ
′ab = 0 , (2.5.14)














kn = 0 .
(2.5.15)
Éstas coinciden con las condiciones de DFT (ver 2.4.31)
P ·M · h̃′ ·M = 0 , (2.5.16)
las cuales representan a los bosones de Goldstone absorbidos por los vectores masivos.
Para h̃′µν y b
′




µν = 0 ,
kµb
′
µν = 0 .
(2.5.17)










ηµν + kµk̄ν + kν k̄µ
)
, (2.5.19)
como fue encontrado en (2.4.36) al indentificar k̄ν ≡ χ(0)ν para el caso no-masivo y k̄ν ≡ χ(P)ν
para el dilatón masivo.
En conclusión hemos encontrado las condiciones de polarización que deben cumplir los
estados físicos de la cuerda y estas coinciden con las encontradas en DFT al usar los difeo-
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morfismos generalizados para quedarnos con los grados de libertad físicos. Resaltemos una
vez más, que estos difeomorfismos no tienen aplicada la SC pero si la LMC y dejan la acción
a tres puntos invariante. Esto es altamente no trivial, ya que los usamos para fijar condiciones
en infinitos g.d.l. tanto masivos como no masivos y obtenemos exactamente lo mismo que en
cuerdas.
Enfaticemos que ambos enfoques al tratar con los operadores de vértice proveen diferente
información sobre la teoría: El primero muestra cómo ocurre el mecanismo de Higgs con los
bosones Goldstone. El segundo muestra exactamente a los g.d.l. físicos una vez que el gauge
es fijado. Cualquiera de los dos puede usarse en el cálculo de amplitudes, pero el segundo es
mucho más cómodo de utilizar.
2.5.3. Interacciones de Tres Campos
Ahora pasaremos a considerar las funciones de 3-puntos para estados de la cuerda masi-
vos y no-masivos creados por los vértices descriptos arriba. Las amplitudes que resultan se
comparan luego con la acción (2.4.37) de DFT, evaluada en capa de masa. Los cálculos se
esbozan aquí y además se proporcionan algunos detalles más para el caso del círculo en el
Apéndice A.
Para resultar más claros, empezaremos por analizar el caso de la compactificación sobre
el círculo. Resulta particularmente simple ya que no existen ni vectores ni escalares masivos.
Debido a la LMC cada modo GKK posee momento o winding, pero no ambos simultáneamente.
Vale aclarar que esto ya es así en cuerdas, y esto no tiene nada que ver con la SC. En efecto,
al expandir en modos alguno de ellos tendrán dependencia en la coordenada interna o otros
en su dual.
La matriz S de amplitudes en acuerdas de 3-puntos se presenta en (A.2). Cuando se
expande en modos (2.4.37) y usando las identificaciones (2.5.7) y (2.5.9) entre tensores de
polarización de la cuerda y polarizaciones de campos en DFT, se obtiene una completa coin-





donde gc es el acoplamiento de la cuerda cerrada.
La acción efectiva invariante U(1)×U(1) gauge, contiene tanto estados no-masivos como
masivos. Si además la completamos17 con términos de mayor orden al invocar invariancia ante








17Recordar que trabajamos siempre con la acción a tres campos. Términos de mayor orden pueden
agregarse por autoconsistencia, invocando algún principio que es sabido que debe estar presente, como
por ejemplo simetrías.
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donde Φ denota los escalares no-masivos; h(n)µν y h̃
(w)
µν los modos masivos del gravitón con
momento n y winding w respectivamente; b(n)µν y b̃
(w)
µν los modos masivos del tensor antisimétrico
con momento n y winding w respectivamente.
Además se han introducido las siguientes definiciones




gλσ (∂νgσµ + ∂µgσν − ∂σgµν) ,
Fµν = ∇µAν −∇νAµ ,
Dµ = ∇µ − iAµq̂n − iÃµq̂w ,
Hµνρ = Dµbνρ +Dρbµν +Dνbρµ .
(2.5.23)
Aquí los índices son subidos con la métrica gµν , q̂ es el operador de carga, la conjugación en
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complejos se denota con ∗ y, bajo la operación de conjugación de carga, el momento (y el
winding) cambian de signo i.e h(n) ∗ = h(−n).
Los términos cinéticos de los gravitones masivos reproducen el bien conocido Lagrangiano
de Fierz-Pauli [18, 24]. La simetría de T-dualidad R↔ R̃, n↔ w se manifiesta explícitamente.
Esta acción coincide con (2.4.41) cuando se la específica para el caso de la compactificación
al círculo.
2.5.4. Caso del Toro Genérico
Generalizar los resultados obtenidos para el círculo al caso del Toro genérico es inmediato.
El único inconveniente que aparece es que ahora el número de términos que aparecen en el
Lagrangiano es muchísimo mayor. En el sector no-masivo, además del gravitón, dilatón y Kalb-
Ramond, aparecen 2n campos de gauge asociados con la simetría U(1)n × U(1)n y escalares
transformando ante ella. Sin embargo, el sector masivo incluye ahora además, en general,
modos de vectores y escalares masivos. Partiendo de la acción de DFT (2.4.37) desarrollada
a orden cúbico y en modos GKK, la comparación con amplitudes realizadas con los vértices
(2.5.1) sea realiza con la ayuda del programa de álgebra simbólica llamado XCadabra [25].
Algorítmicamente, lo que se hace es comparar amplitudes en capa de masa de DFT y
cuerdas, usando sistemáticamente la conservación de momento, chequeando una por una hasta
agotar casos.
Como ejemplo de tales cálculos, veamos algún caso típico del tipo de amplitudes con las
que se trabaja: Amplitud entre el tensor bµν (con momento k1µ, cargas p1m y w1m), un vector
AmLµ (con momento k2µ, y cargas p2m y w
2m) y un escalar antisimétrico bmn (con momento
k3µ, y cargas p3m y w3m).





Expandiendo los índices internos dobles, para así exibir las contribuciones explícitas de los
escalares bmn y hmn, pueden recolectarse solo aquellas pertinentes (descartando aquellas en










donde εµν , εLµm y bnk son las polarizaciones de la 2-forma, el vector Left y el escalar, respec-
tivamente. El mismo resultado se obtiene en cuerdas si se elige 1
2κ2d
= πgc.
2.6. Comentarios finales del Capítulo
Se logró incluir en DFT simultáneamente momentos internos de KK y windings en el
contexto de una expansión de Fourier en la teoría doble, tratando así de manera genérica con
estados masivos.
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La construcción está en total acuerdo con la Teoría de Cuerdas Bosónica, via la compa-
ración con las misma de las amplitudes de scattering. Desde ya la comparación se realiza con
un subsector de estados de la cuerda: no-masivos y masivos con N − N̄ = 0, ya que estos son
los que han sido incluidos en esta construcción de DFT.
Es importante señalar que la LMC fue impuesta sobre la expansión en modos de DFT
para lograr una coincidencia entre los modos de Fourier y los estados en la Teoría de Cuerdas
Bosónica. No solo eso, sino que además la acción resultante de DFT, expandida a tercer orden
en fluctuaciones de los campos concuerda exactamente con la acción efectiva proveniente de
las amplitudes de tres puntos realizadas en cuerdas. Al tener infinitos modos, la acción posee
un número infinito de campos
Encontramos que la invariancia ante difeomorfismos generalizados deja a la acción con el
mismo contenido físico que la cancelación de anomalías en los vértices de cuerdas produce. En
particular esto fue logrado via la elección, en DFT, del gauge armónico, el cual deja manifiesto
los modos Golstone que son absorbidos para generar los campos físicos. La invariancia ante
difeomorfismos generalizados está garantizada al orden en fluctuaciones gracias a la LMC, lo
cual no es un detalle menor. La relajación de la SC a LMC es algo que es buscado desde el
inico de DFT.
Desde ya que la acción obtenida que reproduce amplitudes de tres puntos entre estados
masivos y/o no-masivos físicos no es una acción efectiva de bajas energías ya que todos
los posibles niveles de masa estan involucrados. Más bien, la acción provee una truncación
organizada de la Teoría de Cuerdas. Esta es incompleta pues contiene estados con igual o
mayor masa que otros de la cuerda con distinto número de osciladores, los cuales no han sido
incluidos aquí. Se sabe de cuerdas que nuevos campos con spin más alto (asociados a un mayor
número de osciladores) aparecen en el espectro y juegan un papel crucial en amplitudes de
scattering con un mayor número de campos. Se espera que en el lenguaje de DFT, nuevos
campos tensoriales O(n, n) de mayor orden sean incorporados para incorporar a los grados de
libertad de spin superior.
Si consideramos, de los infinitos modos, aquellos términos que involucren estados no-
masivos, i.e. P = 0, encontramos que la acción efectiva que los describe es una teoría de gauge
con grupo G = U(1)n × U(1)n. Si ahora miramos los campos masivos encontramos que estos
presentan una estructura en el Lagrangiano invariante ante G = U(1)n × U(1)n. De hecho,
tal simetría proviene, al igual que en las compactificaciones de Kaluza-Klein ordinarias, de
los difeomorfismos en altas dimensiones. Una de las cosas que no podemos decir, es que el
sector no-masivo de la acción obtenida describe siempre el correspondiente al de cuerdas para
todo valor de los módulos (Gmn, Bmn). Más bien, el esquema que tenemos logrado hasta el
momento luce como en la Figura 2.1.
Como explicaremos en el siguiente Capítulo, para valores muy espacíficos de los módulos,
nuevos estados con P 6= 0 se vuelven no masivos. En particular, dentro de estos estados hay
vectores del espacio tiempo, por lo que el grupo de gauge de la teoría efectiva de bajas energías
se ve aumentado deG = U(1)n×U(1)n a otro grupoG′, en general no-Abeliano. Este fenómeno
se conoce como “aumento de simetría” y es caraterístico de la cuerda, ya que como se explicó
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Figura 2.1: El espacio de módulos, conformado por los valores de (Gmn, Bmn). Los huecos
representan zonas del espacio de módulos donde la acción propuesta no describirá el sector
no-masivo de la teoría debido al fenómeno de aumento de simetría. Nuevos estados, con valores
de P 6= 0 deben ser agregados a la acción.
en el Capítulo 1, las compactificaciones toroidales de las teorías de gravedad usuales dan
como resultado grupos de gauge asociados al toro (grupos Abelianos). Que sea característico
de la cuerda también queda manifiesto ya que los nuevos estados tienen simultáneamente, en
general, momento interno de KK y winding no triviales.
Además estos estados nuevos requieren, como veremos, que N̄ 6= N , por lo que no se los
puede pensar como módos de los campos incluídos hasta ahora en DFT.
Vale la pena señalar que las zonas excluídas ocupan un volumen finito, no son solo un
punto. A medida que nos acercamos los estados que serán no-masivos empiezan a perder masa
de manera continua. Por lo tanto, cerca del punto de aumento de simetría, estos estados, por
más que sean masivos, serán lo suficientemente livianos como para tenerlos en cuenta en una
teoría fenomenológica de las cuerdas.
En el próximo Capítulo comenzaremos con el tratamiento de estos puntos de especiales
de espacio de módulos.

Capítulo 3
Aumento de Simetría en el Espacio de
Módulos
En el Capítulo anterior hemos mostrado como utilizando DFT se puede dar una des-
cripción de la teoría de cuerdas (bosónica) que incluya estados con winding (masivos) sin la
necesidad de imponer la SC, sino más bien la LMC, como es de esperar que suceda.
Se podría pensar a priori que con lo ya realizado se logra dar una descripción para cualquier
compactificación toroidal de la cuerda (i.e. cualquier valor de los módulos). Como veremos
en este Capítulo, resulta que la descripción es incompleta. Existen determinados valores de
los módulos (i.e. determinados radios de compactificación, llamados puntos de aumento de
simetría) para los cuales aparecen nuevos estados no-masivos (con winding y momento KK)
los cuales aumentan el grupo de simétria del genérico Abeliano U(1)2n a uno no-Abeliano.
Es decir, el Lagrangiano efectivo que describa a la cuerda debería tener a todos los campos
transformando en representaciones del grupo de gauge no-Abeliano. El Lagrangiano propuesto
en el Capítulo anterior no tiene tal propiedad, al desarrollar en modos nunca dará lugar a
grupos de simetría no-Abelianos. Por lo tanto, nuestra descripción fenomenológica de la cuerda
está incompleta.
El objetivo de este Capítulo es mostrar una técnica para dar una descripción fenomeno-
lógica de la cuerda que tenga en cuenta los puntos de aumento de simétrica, siempre en el
lenguaje de DFT. Veremos que además podremos cubrir los “alrededores”, es decir, los valores
de los módulos cercados al punto de aumento de simetría. Específicamente, daremos Lagran-
gianos que, cada uno por su cuenta, cubren los alrededores de los puntos fijos, i.e. son una
descripción fenomenológica de la cuerda bosónica en dichas zonas del espacio de módulos. En
el proceso nos encontraremos con un mecanismo de Higgs cuerdoso: Al mover los módulos
en cada Lagrangiano el grupo de simetría se romperá o aumentará. Veremos explícitamente
como aparecen g.d.l. tipo Goldstone.
En el Capítulo siguiente daremos una descripción análoga para la cuerda Heterótica (ya
que es la única de las supercuerdas que presenta el efecto de aumento de simetría) teniendo
en cuenta incluso a los fermiones.
El formalismo presentado en este (y el próximo) Capítulo parecerá no tener relación con
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lo realizado en el Capítulo 2, ya que aquí no realizaremos ninguna expansión en modos. Cabe
preguntarse si existe alguna unificación de estas dos técnicas. Tal cosa será abordada en el
Capítulo 5 en el que desarrollaremos una “unificación” que puede describir fenomenológica-
mente a la cuerda (heterótica) en todo el espacio de módulos via un desarrollo en modos
GKK, permitiendo así una “interpolación” entre los distintos puntos del espacio.
3.1. El Aumento de Simetría
Al compactificar la cuerda (bosónica) sobre un Toro, en general la simetría resulta Abe-
liana. Más específicamente, queda un U(1)2n, donde n es el número de dimensiones compac-
tificadas y todos los estados con winding y momento resultan masivos. Sin embargo, existen
valores específicos de los radios de compactificación para los cuales nuevos estados, con win-
ding y momento KK no triviales, se vuelven no-masivos y dan lugar a un aumento del grupo
de simetría de gauge. En general, dicho grupo aumentado es no-Abeliano.
Veremos ahora un ejemplo para familiarizarnos con este fenómeno en un caso simple: La
compactificación a un círculo de la cuerda bosónica.
3.1.1. Caso del Círculo: SU(2)
Al compactificar la cuerda sobre un círculo de radio R genérico, se obtiene que la fórmula










N̄ −N = pp̃ .
(3.1.1)
En general, el sector no-masivo resulta de tomar N = N̄ = 1 y p = p̃ = 0, siendo este el sector
típico de gravedad (métrica, Kalb-Ramond, dilatón, 2 vectores y 1 escalar provenientes de la
métrica y el Kalb-Ramond en 10 dimensiones).
Cuando el radio toma el valor específico R =
√
α′ = R̃, es decir cuando coincide con su
dual, nuevos estados no-masivos aparecen portando ahora valores no triviales de winding y
momento KK. A saber, tales son
N = 0, N̄ = 1 con (p, p̃) = ±(1, 1)
N = 1, N̄ = 0 con (p, p̃) = ±(1,−1)
N = 0, N̄ = 0 con (p, p̃) = ±(2, 0)
N = 0, N̄ = 0 con (p, p̃) = ±(0, 2)
En los primeros dos casos, cuando el oscilador es externo, los estados resultantes son vectores
no-masivos. Estos son los que dan lugar al aumento del grupo de simetría de gauge. Cuando
los osciladores resultan internos, resultan ser escalares no-masivos y deberán estar cargados
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frente al nuevo grupo de gauge resultante. Por último, cuando no hay osciladores (tercer y
cuarto caso) resultan también escalares, los cuales también deben estar cargados.
El grupo de gauge que aparece en esta situación es un SU(2)L × SU(2)R. Es decir, los
dos U(1) fueron promovidos a SU(2). Organicemos los estados de acuerdo a sus operadores
de vértice, para luego mostrar como se deduce el grupo de gauge en cuestión y de paso fijar
la notación de cada campo. Primero vale la pena definir en Teoría de Cuerdas las corrientes
J3(z) = ∂Y y J±(z) = e±iP·Y (z), donde Y es el campo de la cuerda en componente interna
y P = (p̃, p) como definimos en Capítulos anteriores. Estas corrientes tienen su análogo Right
cuando la dependencia queda1 en z̄.
Con esto presente, la organización de los estados no-masivos en operadores de vértice
queda:
1. Los tres vectores que generan el SU(2)L tienen N̄x = 1, Nx = N̄y = 0. El que tiene
Ny = 1, p = p̃ = 0 corresponde a uno de los provenientes del desarrollo KK de la métrica
y el Kalb-Ramond en 10 dimensiones (Cartanes) y los denotamos A3µ, mientras que
aquellos con Ny = 0, p = p̃ = ±1, resultan en vectores “cargados” A±µ , respectivamente2.
Los correspondientes operadores de vértice son, a menos de un factor global,
V i(z, z̄) = εiµ : J
i(z)∂̄XµeiK·X : (3.1.2)
donde i = ±, 3; el subíndice x denota osciladores externos y el y internos; z = exp(−iσ+
τ). Es decir, el subíndice en SU(2)L no es adrede, sino que viene de que todos los vértices
involucrados son tipo Left.
2. Los tres vectores del SU(2)R tienen Nx = 1, N̄x = Ny = 0. Cuando N̄y = 1, p = p̃ = 0
se obtiene el Cartan Ā3µ, y para N̄y = 0, p = −p̃ = ±1 se obtienen los cargados A±µ ,
respectivamente. Los vértices asociados son, a menos de un factor global,
V̄ i(z, z̄) = ε̄iµ : ∂X
µJ̄ i(z̄)eiK·X : (3.1.3)
donde nuevamente vemos, que el subíndice en SU(2)R hace alusión a la naturaleza
Right de éstos.
3. Los nueve escalares obtenidos al fijar los osciladores externos a cero, es decir Nx =
N̄x = 0, están listados a continuación.
a) Ny = 1, N̄y = 1, p = p̃ = 0 : M33
b) Ny = 1, N̄y = 0, p = −p̃ = ±1 : M3±
1Para los valores de P mostrados arriba, la dependencia de J± en z o z̄ queda dependiendo del
valor específico de P . Lo importante es que solo una queda, o bien la corriente resulta holomorfa o
antiholomorfa.
2El nombre “Cargados” y “Cartanes” no es casualidad. Los vértices de estos estados responden a
una representación del álgebra del grupo de gauge en cuestión, la cual aparece escrita naturalmente
en la base Cartan-Weyl. Tal base tiene representantes llamados Cartanes y Cargados y resultan ser
exactamente los mismo que aquí. Además, los cargados resultan estár literalmente cargados ante el
grupo U(1)2 cuando la simetría se encuentre rota como veremos más adelante
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c) Ny = 0, N̄y = 1, p = p̃ = ±1 : M±3
d) N̄y = Ny = 0, p = ±2, p̃ = 0 : M±±
e) N̄y = Ny = 0, p = 0, p̃ = ±2 : M±∓
donde en la columna de la derecha figuran los nombres que se le ha dado a cada estado.
Los correspondientes operadores de vértice pueden aglutinarse en
V ij(z, z̄) = φij : J
i(z)J̄ j(z̄)eiK·X : . (3.1.4)
Notar que tienen dos índices, uno asociado a corrientes Left y otro a corrientes Right.
Además, por supuesto, están los operadores usuales del gravitón, Kalb-Ramond y dila-
tón que hemos explicado en el Capítulo anterior.
Veamos ahora por qué la simetría que aparece es un SU(2)L×SU(2)R, y no otro grupo.
Las corrientes (Left) satisfacen la siguiente relación de OPE:






Jk(0) + . . . (3.1.5)
donde κij = 12δ
ij y las fijk resultan ser las constantes de estructura




de SU(2) (εijk es el tensor de Levi-Civita). Por lo tanto, cierran un álgebra, la cual
se manifestará en la teoría de campos. Las corrientes Right cierran la misma álgebra
entre sí, dando lugar al otro SU(2). Como no hay mezcla entre Left y Right el grupo
de simetría resultante es el mencionado3.
Ahora veremos como incorportar esta situación al campo de trabajo de DFT. Luego
veremos como generalizarlo para abarcar una región alrededor del punto de aumento
de simetría, dando lugar de esta manera a un mecanismo de aumento de Higgs. De esta
manera habremos logrado un “parche” en alguno de los huecos de la Figura 2.1.
3.1.2. Aumento del Espacio Tangente
Como fue mostrado en [26], una manera de incorporar el aumento de simetría a DFT es
utilizar compactificaciones de Scherk-Schwarz agregando direcciones al espacio tangente
(para representar este aumento). Explícitamente la construcción se hace proponiendo
vielbeins generalizados que permitan obtener los flujos necesarios para reproducir el
Lagrangiano efectivo de la teoría. Veamos explícitamente como hacerlo para este caso
y luego generalizaremos para compactificaciones toroidales más generales.
3Si esto aún no convence al lector, otro argumento más directo sería el siguiente: Al calcularse
amplitudes de scattering entre tres vectores no-masivos, éstas quedan proporcionales a V iV jV k = f ijk,
por lo tanto el término del Lagrangiano efectivo que involucre a estos vectores también tiene como
coeficiente las constantes de estructura.
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En DFT usual en D dimensiones, los D2 grados de libertad de la métrica, Kalb-Ramond
y dilatón se embeben en el marco de O(D,D) a traves del coset O(D,D)O(D)×O(D) . Aquí, es
decir sobre el radio autodual, tenemos una cantidad de grados de libertad no-masivos en
d dimensiones espacio-temporales igual a (d+ 3)2: d2 del gravitón y del Kalb-Ramond,
6d de los vectores y 9 de los escalares. Todos ellos pueden ser embebidos, precisamente
en el coset O(d+3,d+3)O(d+3)×O(d+3) .
Si cambiamos el tamaño del radio y salimos del punto autodual, los grados de libertad
no-masivos resultantes se embeben en un O(d+1,d+1)O(d+1)×O(d+1) . Esto sugiere, que el espacio
tangente aumenta tanto como la cantidad de nuevos estados no-masivos que aparecen.
En el caso del círculo, al tener 2 vectores no-masivos nuevos4 el tangente aumenta en
esa cantidad.
En compactificaciones de DFT tipo Scherk-Schwarz, conviene trabajar con la formula-
ción de DFT en términos de los vielbein generalizados EMA , en lugar de con la métrica
generalizada HMN . La relación entre ambas cantidades fue mostrada en el Capítulo 1.
Como ya fue explicado también allí, las compactificaciones de Scherk-Schwarz necesitan
algún grupo global para poder definir la expansión, el cual en DFT resulta ser O(d, d),
pero aquí utilizaremos el coset O(d+3,d+3)O(d+3)×O(d+3) mencionado anteriormente para dar cuen-
ta de todos los campos necesarios para describir la simetría. La expansión de SS queda,
en general, como





La matriz UA′A (x) da cuenta de los campos en la teoría efectiva, mientras que EMA′ (Y) es
un vielbein generalizada que depende solo de las coordenadas internas. De esta manera
resulta
HMN (x,Y) = HA′B′(x)EMA′ (Y)EMB′(Y) (3.1.8)
donde HA′B′(x) viene dada por
HA′B′(x) = SABUA′A UB
′
B (x) (3.1.9)
Insertando estas expresiones en el Lagrangiano usual de DFT puede reescribirse al





























HALHBCHKD − 3HALηBCηKD + 2 ηALηBCηKD)− Λ(3.1.11)
4En realidad 4 vectores nuevos, solo que 2 son Left y 2 son Right
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es el potencial escalar5. Los índices corren en el grupo que corresponde a la compacti-
ficación y se contraen con la ηAB usual de DFT.
HAB es la métrica generalizada interna que codifica información acerca de los campos
escalares. R es el escalar de Ricci d-dimensional Ricci y FAµν y Hµνρ son












A ∧AB ∧AC , (3.1.12)
los campos de gauge y el tensor de campo del B.
La derivada covariante de los escalares es











Finalmente, las fABC = ηAKfKBC son constantes de estructura (o flujos) totalmente
antisimétricas. Éstas se consiguen a partir de los vielbein generalizados internos EA por















[EI , EJ ] = LEIEJ = fIJ
KEK . (3.1.15)
donde los fIJK obtenidos, para las reducciones generalizadas tipo Scherk-Schwarz, de-
ben ser constantes y satisfacer los siguientes vínculos
fIJK ≡ ηKLfIJL = f[IJK] , f[IJLfK]LR = 0 . (3.1.16)
El objetivo es dar una manifestación explícita de los vielbein generalizados EA que
produzca los flujos necesarios para que la acción (4.1.7) quede con simetría SU(2) ×
SU(2) en el caso del círculo. Luego comparar la acción con las amplitudes en cuerdas
y verificar que su coincidencia.
¿Cómo encontrar EA? Primero notar que estamos en el círculo, por lo que el espacio
doble interno físico sigue estando formado por solo dos coordenadas: Y = (y, ỹ)6. Por
otro lado, como hemos intuido, el espacio tangente debe aumentarse a D = d+1+2. Es
5La constante Λ es una constante cosmológica en el espacio doble, su único papel es evitar que











[(g −B)mnyn − ỹm]
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decir, el índice A toma solo 6 valores, 3 de los cuales son Left y otros 3 Right. A su vez,
de los 3 Left (Right), uno es tipo Cartan y los otros dos son cargados. Los denotamos
como A = (+,−, 3; +̂, −̂, 3̂), donde (+,−, 3; ) son los Left siendo el último el Cartan, y
(+̂, −̂, 3̂) los correspondientes Right. Presentamos ahora el resultado para los vielbeins







yL , 0, 0, 0, 0), E3 = −c(0, 0, 1, 0, 0, 0, 0)






yR , 0) Ē3̂ = −c(0, 0, 0, 0, 0, 1) (3.1.18)
Las direcciones E±̂ ≡ E1 + iE2 (y Ē±̂ = E1̂ + iE2̂ ) codifican la extensión del espacio
tangente. Es fácil ver que, usando (3.1.14) (poniendo c = i
√
α′) y notanto que solo las
direcciones que contribuyen a la derivada parcial son
∂A = (0, 0, ∂yL , 0, 0, ∂yR), (3.1.19)
























Resta ahora ver que la acción (4.1.7) se reduce a aquella dada por las amplitudes en
cuerdas. Primero que nada debemos decir como descomponer cada uno de los tensores
con índices internos de O(3,3)O(3)×O(3) .
Como H cae en O(3, 3)/O(3)×O(3) se puede mostrar que[27, 28] puede ser expandida









donde M ij son las fluctuaciones de la misma. La notación para las fluctuaciones no es
casualidad, podemos ponerlas en correspondencia uno a uno con los escalares no-masivos
del punto autodual explicados arriba. Lo mismo ocurre con los vectores ABµ .


































donde la segunda línea contiene el tensor de campo de los vectores de SU(2)L y SU(2)R
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(a los cuales denotamos con Aiµ, Āiµ respectivamente). La matriz de escalares Mij vive
en la representación (3,3) del grupo de simetría en cuestión, y las derivadas covariante
por lo tanto son









donde las fkli = −f̄kli son las constantes de estructura del grupo (i.e. tensor de Levi-




Resulta (4.1.15) ser exactamente la acción efectiva de la cuerda sobre el punto autodual,
es decir, reproduce todas las amplitudes de 3-puntos (ver [26]).
En resumen, este formalismo de vielbeins generalizados permite incluir en DFT la des-
cripción el punto particular de aumento de simetría (sobre el círculo). Sin embargo,
cerca del punto autodual, los estados son no-masivos pero lo suficientemente livianos
como para tener que estar presentes en una teoría efectiva. Veremos ahora como utilizar
el formalismo presentado en esta sección para lograr cubrir los alrededores de este (y
otros en general) punto de aumento de simetría.
3.1.3. Mecanismo Higgs entorno a punto fijo
Analicemos ahora lo que sucede en los alrededores de un punto fijo. Tomemos como
ejemplo el SU(2) × SU(2) del círculo en el punto autodual. Las masas de los estados







)2 para los vectores A±µ , Ā±µ y escalares M±3,M3± .
m2±± =
4
Rm− para los escalares M
±±.
m2±∓ = − 4R̃m− para los escalares M
±∓.
Como fue mencionado arriba, cuando R→ α′ resulta m− → 0 y por lo tanto las masas
de estos estados se vuelven muy livianas y deben ser incluídas en la teoría efectiva. El
formalismo de la anterior sección solo nos permite incluir el punto autodual, pero no el
entorno. Veamos ahora como generalizarlo para incluir esta situación.
La construcción de los vielbeins generalizados fue inspirada en la estructura de los








dz̄ = J̄∓dz̄ , (3.1.23)








dz = J∓dz , (3.1.24)
E3 ∼ dyL ↔ dyL(z) = J3dz .
Es decir, es como si las corrientes J± fuesen una dirección7 además de la J3.
7Veremos en el Capítulo 5 que esto esta relacionado de alguna manera con la descomposición de
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Siguiendo esta misma idea, podríamos ver a que nos conduce para radios de compacti-
ficación genéricos R. La información de los mismos viene codificada en los operadores
de vértice a través del siguiente factor esponencial



















El caso particular del aumento de simetría se corresponde a cuando kR = 0 y kL = ± 2α′ ,
o cuando kL = 0 y kR = ± 2α′ , y los vértices se separan en tipo Left y tipo Right
respectivamente. Al moverse fuera del punto fijo, los tipo Left adquieren una parte
Right, y viceversa. La forma natural de generalizar sería incluir la dependencía en
kLyL + kRyR en los vielbein exactamente en el lugar en la que ya aparecía: Notar que
los vielbein generalizados propuestos para describir el aumento de simetría ya tienen la
dependencia pero ésta se encuentra evaluada en el punto fijo.
Por lo tanto proponemos
E± = c(e
∓iw,±ie∓iw, 0, 0, 0, 0) Ē+ = c(0, 0, 0, e∓iw̄,±iei∓w̄, 0)
E3 = −c(0, 0, 1, 0, 0, 0, 0) Ē3̂ = −c(0, 0, 0, 0, 0, 1) (3.1.27)
donde
w = m+yL +m−yR, w̄ = m−yL +m+yR (3.1.28)







. Notar que m+ → 2√α′ sobre el radio autodual R = R̃ =
√
α′,
recuperando así los vielbeins propuestos para describir el aumento de simetría.
Analicemos ahora las consecuencias de proponer estos vielbeins. Primero, usando (3.1.14)











































Es importante señalar que llamarlos “flujos” es correcto, pues estos valores encontra-
Kaluza-Klein, en la cual es espacio geométrico siempre es finito pero los grados de libertad asociados
son infinitas, i.e. el espacio vectorial es de dimensión infinita, groso modo una dirección por cada modo
de Fourier.
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dos satisfacen todos los vínculos cuadráticos que surgen de las compactificaciones tipo
Scherk-Schuwaz, a saber, los mencionados en (3.1.16). Este hecho es altamente no-trivial
y sugiere que la propuesta de vielbein generalizado está bien encaminada.
Notar que , si R→ R̃ entonces (a−, a+)→ (0, 1) y se recupera el álgebra SU(2)×SU(2).
Más aún, es fácil chequear que esta álgebra es invariante ante la transformación de T-
dualidad, i. e. ante R↔ R̃.
Volveremos sobre el análisis de esta álgebra más adelante. Veamos ahora la acción que



















































































































































































F 3µν = 2∂[µA
3
ν]



















Esta es exactamente la acción efectiva de la cuerda construída a partir de amplitudes
de 3-puntos (ver [26]). Es importante resaltar que todos los factores dan perfectamente,
es decir, su dependencia funcional con el radio R es exacta8. La simetría U(1) × U(1)
8Notar que esto es altamente no trivial. Como se discute en [26], esta acción podría obtenerse de
3.1 El Aumento de Simetría 67
es explícita (derivadas covariantes+masa de los estados). Los campos aparecen incluso
con los términos de masa adecuados.
Los campos M±3 y M3± han desaparecido de la acción. Esto es análogo a lo que
sucedió en el capítulo anterior para ciertos modos masivos: Se convierten en g.d.l. tipo
Goldstone. Sus operadores de vértice en cuerdas son anómalos fuera del radio autodual
y no representan campos físicos. Más bien, son absorbidos por los vectores que tienen
sus mismos números cuánticos, A±µ , Ā±µ obteniendo así la cantidad de g.d.l. de un vector
masivo. En la acción esto ocurre explícitamente al absorber el campo ∂µM±3 ( y ∂µM3±)
y por esto han quedado denotados los vectores masivos con una “prima” en la acción
obtenida.
Resulta instructivo ver como alguno de estos términos aparecen durante la ruptura: Al
insertar la expansión en la fluctuaciones escalares M de la matriz escalar (3.1.21) a
la tercer fila de la acción (4.1.7) y usando los valores de las constantes de estructura
encontradas vemos que los términos cuadráticos que provienen de allí son
2(m+m− +m
2












±± = − 4R̃m−. Los
términos proporcionales a m+m− y m2− provienen de términos lineales y cuadráticos
en la expansión en M respectivamente.



















con m2+ +m2− + 2m+m− = (m+ +m−)2 =
4
R2
. Siguiendo así se obtiene el resto de los
términos que aparecen en la acción.
En conclusión, esta generalización de los vielbein permite dar una descripción efectiva,
en el lenguaje de DFT, de la cuerda entorno al punto de aumento de simetría, incluído
tanto el punto como la cercanía del mismo de forma exacta. Discutiremos en lo que
resta del Capítulo si este formalismo puede extenderse en general a todos los puntos de
aumento de simetría en las compactificaciones toroidales de la cuerda.
Para finalizar esta sección terminemos de discutir las propiedades de los flujos encon-
trados en (3.1.29). Como mencionamos satisfacen todos los vínculos cuadráticos que
surgen de las compactificaciones Scherk-Schwarz. Al satisfacer la identidad de Jaco-
bi debe, por lo tanto, corresponderse con una de las álgebras, semisimples conocidas.
la ruptura espontánea de (4.1.15) al darle a M33 un vev ν. Sin embargo, la acción obtenida es válida
solo para valores pequeños de ν. Esto se manifiesta en que la dependencia en R de los factores no
resulta exacta. Por lo tanto, esta construcción presentada aquí a partir de los vielbein generalizados
parece ser lo suficientemente fuerte como para reproducirlos.
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Es fácil intuir, que muy probablemente se trate de SU(2) × SU(2) por el número de





E′3 =a+E3 − a−Ē3̂
E′
3̂
=− a−E3 + a+Ē3̂.
(3.1.36)
En términos de los generadores primados, el álgebra de SU(2) × SU(2) en la base
Cartan-Weyl se obtiene en su expresión estandard. Es curioso notar que la combinación
lineal mostrada es una rotación de O(3, 3), matricialmente es
12 0 0 0
0 a+ 0 −a−
0 0 12 0
0 −a− 0 a+
 (3.1.37)
donde para ver que es un elemento del grupo hay que usar que a2+ − a2− = 1.
En conclusión, vemos que incluso en la fase rota, todavía existe una simetría SU(2)
subyacente (la cual mezcla estados masivos con no masivos). Sin embargo, una vez que
los vielbein son elegidos, la simetría O(3, 3) está rota y, por lo tanto, no puede realizarse
la rotación recién mostrada para llevar la acción al punto original. El hecho de que los
flujos reescriban un SU(2)×SU(2) y que la acción no tenga esta simetría no es incom-
patible. La razón es que el background de la metríca generalizada, el cual es compatible
con la compactificación toroidal hecha, produce esta ruptura en el Lagrangiano.
3.2. Aumento de Simetría en Compactificaciones
Toroidales Generales
Discutiremos en esta sección posibles realizaciones de este mecanismo de aumento/ruptura
de simetría, a traves de flujos dependiente de los módulos, para compactificaciones to-
roidales generales. La compactificación de la cuerda bosónica en un toro T r de r dimen-
siones da lugar a grupos de simetría G×G de rango 2r (r provenientes de los vectores
Left y r de vectores Right asociados a la compactificación de la métrica y el campo B).
En un punto general del espacio de módulos el grupo es, como ya hemos visto en el
Capítulo 2, simplemente un U(1)r × U(1)r, pero en puntos especiales G es un grupo
no-Abeliano con dim(G) = n = nc + r. Con nc se cuenta el número de generadores
cargados asociados a la presencia de valores no triviales de momento KK y winding.
Si razonamos de la misma manera que en el caso del círculo, diríamos que los grados
de libertad del sector no masivo viene codificados en un O(d+n,d+n)O(d+n)×O(d+n) . La cantidad de
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g.d.l. viene dada por
dim(
O(d+ n, d+ n)
O(d+ n)×O(d+ n)
) = d2 + 2nd+ n2 (3.2.1)
la cual parece corresponderse con d2 del sector gravitatorio completo, los 2n vectores
del G × G y n2 escalares en la representación bi-adjunta (cuando n = r obtenemos el
caso Abeliano usual). Es muy fácil ver desde cuerdas que los grados de libertad serán
exactamente estos. Cuando el aumento de simetría aparece, los vectores no-masivos
tienen en sus operadores de vértice corrientes J i (y J̄ i) que cierran el álgebra en cuestión
via OPEs. Cuando éstas son Cartanes se trata de corrientes ∂Y a con a = 1, ..., r (idem
para las corrientes Right). Cuando son cargadas se trata de eiP·Y. Los escalares que
resulten no-masivos solo podrán ser construídos a partir de combinaciones de estas
corrientes. Teniendo un total de n corrientes, quedan n2 posibles escalares.
Ejemplos de otros aumentos de simetría son: Para el toro T 2, cuando n = 6 el número
de g.d.l. no-masivos se corresponde con un SU(2)L × SU(2)L × SU(2)R × SU(2)R con
escalares en la (3,1,3,1)+(1,3,1,3)+(3,1,1,3)+(1,3,3,1). Cuando n = 8 se obtiene
el máximo aumento posible y el grupo resulta en un SU(3)×SU(3) con escalares en la
(8,8).
3.2.1. Construcción de los Flujos Generalizados
Veremos ahora como construir en general los flujos dependientes de los módulos en el
caso general, no obstante dejamos para el Apéndice la construcción de los vielbeins
generalizados para el caso del SU(2)L×SU(2)L×SU(2)R×SU(2)R solo como ejemplo
ilustrativo.
Primero vale recordar la notación usada generalmente en cuerdas: Al compactificar en
Toros los momentos internos, tanto Left como Right, se escriben en términos de los
winding, momento KK y los módulos. Más precisamente, si denotamos por kaL, k
a
R los














m + gmn(pn −Bnkp̃k) , pmR = −p̃m + gmn(pn −Bnkp̃k) , (3.2.2)
y gmn = eamean es la métrica interna mientras que Bmn es el background interno del
campo Kalb-Ramond. Los eam son los vectores de la red interna que define el Toro.
Dado un punto genérico definido con las direcciones internas eam(g,B) dependientes de
los módulos, tendremos que también los momentos internos dependen de éstos, por lo
que los denotaremos kPL(g,B) y k
P
R(g,B) (donde de paso mostramos la dependencia
explícita en winding y momento a través de P )
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En rigor, el uso de los vielbein generalizados es un mero formalismo que nos conduce
a la acción (4.1.7), la cual queda escrita en términos de los flujos (que a su vez están
definidos en términos de los vielbein). Podríamos hacernos la siguiente pregunta: Si
encontramos una manera de dar explícitamente los fABC dependientes de los módulos,
que satisfagan los vínculos cuadráticos y den como resultado la acción efectiva correcta,
¿es necesario dar los vielbein? Para responder esto indagemos un poco más en cuerdas.
Las constantes de estructura del grupo de simetría se leen directamente en cuerdas de
las amplitudes de 3-puntos entre vectores no-masivos. Más precisamente, solo la parte
de las corrientes es la que contribuye.
En un punto fijo dado por (g0, B0), resulta para ciertos valores de P que kPL(g0, B0) = αP
y kPR(g0, B0) = 0, donde α es una raíz simple del grupo de simetría de gauge aumentado
9.
El supraíndice P indica a partir de qué valores de momento KK y winding es construída
la raíz. Los estados construídos con estos valores tienen operadores de vértice con la
corriente proporcional a eiαP·yL (idem para los tipo Right), es decir, son los “cargados”.
La corriente de los tipo Cartan es indiferente al background ya que resulta simplemente
∂Y I (idem para Cartanes Right).
Con un abuso de notación podríamos denotar a las corrientes cargadas con JP = eiαP·yL
(idem con las Right)10, ya que solo con la información de P podemos construirlas (hay
una biyección entre las raíces α y los valores posibles de P que dan lugar a estados no-
masivos). Si además denotamos las corrientes Cartan con JI = ∂Y I , e interpretamos los
índices del grupo de gauge en las constantes de estructura fabc de la siguiente manera:
si a = α = αP ≡ P
sino, a = I
podemos afirmar, de cuerdas, que las fabc satisfacen
fabc ∝ 〈JaJbJc〉 (3.2.3)
donde el factor de proporcionalidad es una potencia de z (y lo mismo para las Right).
Esto es así, como ya mencionamos, debido a que exactamente esta amplitud es la que
aparece en cuerdas cuando se calcula el scattering entre 3 vectores no-masivos (la am-
plitud de los mismos es proporcional a (3.2.3)).
Lo curioso de esta forma de abordar la definición de las constantes es que permite defi-
nirlas fuera del punto fijo, ya que la amplitud sigue existiendo. Cuando nos apartamos
de punto en cuestión, las JP = eiP·Y = eikL·yL+ikR·yR adquieren una componente Right
(y las correspondientes Right adquieren una componente Left).
Por lo tanto, podemos ahora introducir el índice doble A = (a, ā), el cual puede ser Left
(a) o Right (ā), donde a su vez, a = (P, I) (idem con ā) y definir los flujos fABC fuera
9También, para otros valores de P ocurre lo mismo intercambiando Left y Right y por esto el grupo
de simetría siempre resulta de la forma GL ×GR = G×G.
10Notar que JP = eiP·Y = eiα
P·yL
3.2 Aumento de Simetría en Compactificaciones Toroidales Generales 71
del punto fijo, generalizando (3.2.3), mediante
fABC ∝ 〈JAJBJC〉. (3.2.4)
Por ejemplo, si tomamos tres corrientes cargadas JPi , con i = 1, 2, 3 obtenemos
〈JP1JP2JP3〉 ∝ fα(P2)α(P2)α(P3)(g,B) (3.2.5)
donde fα(P2)α(P2)α(P3)(g,B) ≡ 1 si P3 = −P1 − P2 y se anula en cualquier otro caso
debido a la conservación de momento.
Con esto presente, en un punto genérico del espacio de módulos, la siguiente álgebra es







































donde volvimos a usar la notación α = α(P) para abreviar. Es decir, los posibles valores
de fABC no nulos son
fα(P2)α(P2)α(P3)(g,B) ≡ 1 si P3 = −P1 − P2.
fα(P)α(−P )I(g,B) = k
(P)
L (g,B)IL
fα̂(P)α̂(−P )Î(g,B) = k
(P)
R (g,B)IR
fα(P)α(−P )Î(g,B) = k
(P)
L (g,B)IR
fα̂(P)α̂(−P )I(g,B) = k
(P)
R (g,B)IL
Nuevamente, es fácil ver que esta álgebra satisface Jacobi y todos los vínculos cua-
dráticos ya mencionados. Sobre un punto fijo, donde kαR(g0, B0) = k
α̂
L(g0, B0) = 0 y
fα−αI = α
I , (y similar para el sector Right) el álgebra se reduce al álgebra de gauge
GL ×GR en la base Cartan-Weyl.
Al introducir estos flujos en el Lagrangiano (4.1.7), se obtiene la acción efectiva de la
cuerda entorno al punto autodual en cuestión, sea cual sea dicho punto. Mostremos
por ejemplo, como aparecen exactamente los términos de masa de vectores y escalares.
Primero separemos el índice doble en partes Left y Right, A = (a, â). Luego, cada parte
descompongamosla en índices cargados (raíces del grupo) y Cartanes, a = (α, I).
Masa de Vectores
Los términos de masa de los vectores provienen de aquellos términos en (4.1.7) que al
desarrollar en fluctuaciones de los campos den lugar a contribuciones cuadráticas en los












)2 ∼ ABµAE µfABCfDEF (ηADηCF − δADδCF )
∼ ABµAE µfaBĉfaEĉ (3.2.7)
Si los flujos no mezclasen sector Left y Right (como de hecho ocurre en el punto de
aumento de simetría) resultarían todos los vectores no-masivos. De la conservación de
momento sabemos que faIĉ = faĪĉ = 0. Más aún a y ĉ no pueden ser índices cargados
simultáneamente. Luego
faBĉfaEĉ = fIBγ̂fIEγ̂ + fαBÎfαEÎ (3.2.8)
Concluímos que los índices B,E en la anterior expresión deben ser cargados y, más aún,



























donde la suma corre sobre las raíces positivas. Usando que fI −γ̂ γ̂ = KIL, γ̂ i.e. la I-
componente del momento Left (cuya contraparte Right se reduce a la raíz γ sobre el
autodual) y similar para el caso Right. Podemos escribir las masas (usando fórmula de





2 para los estados cuyo momento Right se





2, para los estados cuyo momento
Left se reduce a la raíz γ en el autodual
Masas de Escalares
Las masas de los escalares son un poco más complicadas ya que éstos pueden transformar
en distintas representaciones del grupo aumentado en el punto autodual. Para aquellos
escalares que estén cargados ante el grupo Left y el Right (son exactamente (dimG−r)2),
denotemos sus masas con Mαβ̂ . en cuerdas serían aquellos descriptos con los vértices
V αβ̂(z, z̄) ∝ Jα(z)Ĵ β̂(z̄) con Jα(z) = ekLα.y. Al moverse fuera del punto autodual una
contribución Right no-nula kRα (m− en el ajemplo del círculo) aparece y, análogamente,
una kLβ̂ , para el sector Right. Por lo tanto, los momentos internos netos Left y Right
fuera del autodual se convierten en
kLαβ̂ = kLα + kLβ̂ (3.2.10)
kRβ̂α = kRβ̂ + kRα
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Reemplazando los valores (3.2.11) en esta fórmula y usando LMC para las corrientes
de los vectores









= kRα.(kRα + kRβ̂) + kLβ̂.(kLβ̂ + kLα) (3.2.13)
que, como es esperado, se anula en el punto fijo. Usando la identificación entre los flujos
y los momentos esta expresión puede reescribirse como
M2
αβ̂
= fÎα−α(fÎα−α + fÎβ̂−β̂) + fIβ̂−β̂(fIβ̂−β̂ + fIα−α) (3.2.14)
Esta es exactamente la combinación de flujos que aparece frente a los términos cuadrá-
ticos de estos escalares. Es decir, al insertar la expansión en fluctuaciones de escalares
M (3.1.21) en (5.4.21), quedarse con los términos cuadráticos en tales fluctuaciones,
expandir los índices dobles y por último, quedarse con los términos cuadráticos que
contengan a estos escalares, se observa que la combinación que queda para la masa es
la expresión mostrada arriba.
3.2.2. El Álgebra de los Flujos
Como hemos mencionado, la elección de los flujos (4.1.20) que hemos realizado repro-
duce cualquier punto de aumento de simetría posible, es decir, al reemplazarlos en el
Lagrangiano (4.1.7) dan lugar a la teoría efectiva de los grados de libertad involucados.
Vale recordar, que también se cubre la zona alrededor del punto fijo en cuestión. Es de-
cir, se genera una suerte de mecanismo de aumento/ruptura de simetría al ir moviendo
los módulos que figuran en los flujos.
Sobre los puntos fijos (4.1.20) se reduce al álgebra, en la base Cartan-Weyl, del grupo
de simetría aumentado. Por otro lado, fuera del autodual también satisface Jacobi por
lo que debe resultar un álgebra conocida. Al igual que el caso del círculo, resulta que el
álgebra siempre es la misma, como probaremos a continuación.
Definamos el generador Cartan doble HI = (HI , ĤÎ), y recordemos que el momento
interno doble puede expresarse en la base Left-Right como KI = (KIL,K ÎR). Luego
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donde la dependencia en los módulos g,B viene a través de los K’s. Al igual que sucede
en las exponenciales de los operadores de vértice, podemos quitarle la dependencia en
los módulos a los momentos y trasladarsela a los H’s (en los vértices esto redefine las
coordenadas internas Left y Right en términos de (y, ỹ)). Dicha redefinición viene dada
por una transformación lineal. Esta transformaría
KI(g,B)→ P, HI → H′I(g,B) (3.2.15)
donde literalmente P = (p, p̃), y el subíndice α índica que son aquellos valores de
momento y winding que producen, sobre el autodual, que el momento interno Left
sea igual a la misma. Ahora podemos renombrar los generadores Cartanes, como fue
hecho en el caso del círculo para quitarnos así la dependencia de los módulos, i.e. H ′I ≡












H ′I , Êα̂
]
= PIα̂Êα̂
Esta escritura es independiente del background, los módulos no figuran en ella. Por lo tanto,
el álgebra (4.1.20) es siempre la misma (como en el caso del círculo).
3.3. Resumen y Discusión
Hemos mostrado como conseguir flujos generalizados fABC(g,B) dependientes de los mó-
dulos que puedan describir localmente todos los procesos de aumento/ruptura de simetría que
presenta la teoría de cuerdas bosónica. Tal proceso es inspirado en el marco de compactifi-
caciónes tipo Scherk Schwarz aplicada a DFT, dando como punto de partida al Lagrangiano
(4.1.7). Se ha dado un ejemplo de vielbeins generalizados concreto que realiza el caso del
aumento/ruptura del SU(2)× SU(2) en la compactificación sobre el círculo.
La realización de los vielbein en general no ha podído obtenerse y se propone como un
posible campo de investigación futura. Muy probablemente sea porque para grupos de aumento
de simetría con más de una raíz simple (SU(N) con N > 2) el papel de los cociclos en cuerdas
comienza a ser muy importante. Trateremos esto en el Capítulo 5. Para los casos donde si se
ha encontrado cabe señalar que el vielbein es explícitamente no-geométrico al depender de las
coordenadas dobles Y = (y, ỹ).
De todas maneras, con o sin vielbeins generalizados, la acción (4.1.7) puede tomarse
como punto de partida en DFT, siempre y cuando pueda encontrarse una expresión para
los flujos generalizados dependiente de los módulos. La regla para obtenerlos fue inspirada
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Figura 3.1: El espacio de módulos, conformado por los valores de (Gmn, Bmn). Cada “hueco” ha
sido cubierto en su entorno utilizando compactificaciones de Scherk-Schwarz de DFT. El espacio
tangente es agrandado por lo que para cada cubrimiento hace falta proponer un Lagrangiano Li,
con i barriendo la cantidad de puntos de aumento de simetría. En el centro de cada cubrimiento
se encuentra el punto de aumento de simetría.
desde cuerdas y funciona a la perfección, i.e. la acción obtenida describe los grados de libertad
livianos en, y en el entorno de, el punto de aumento de simetría. Más aún, características
del mecanismo de Higgs, como los Goldstone, se reproducen; la dependencia en los módulos
de los coeficientes de la acción efectiva resultante, tales como masas, acoplamientos, etc., es
reproducida exactamente y no como una expansión en algún parámetro que mida qué tan
alejado se está del punto fijo. Es interesante también notar que la ruptura sucede cuando
hay mezcla entre índices Left y Right en los flujos (cuando esto ocurre los vectores cargados
adquieren masa)
Vale aclarar, que la acción (4.1.7) no describe en simultáneo todos los posibles puntos fijos,
ya que para cada uno, la cantidad de valores que toman los índices dobles cambia (recordar
que A = 1, ..., n + r, donde r es el número de dimensiones compactas y n es la cantidad de
raíces del grupo). Por lo tanto, podemos hacernos una imagen de lo que hemos logrado aquí
parecida a la que se ve en la Figura 3.1: Un Lagrangiano Li, con i enumerando cada punto
de aumento de simetría, es propuesto para cubrir cada uno de los “huecos” de la Figura 2.1
en el Capítulo anterior.
Cada dirección extra en el espacio tangente está asociada a estados con momento KK y
winding no triviales (de hecho, vínculados con P2 = ±1 para los vectores). Puede parecer
molesto que al moverse continuamente entre puntos de aumento de simetría el número de
dimensiones extra pueda cambiar discretamente. En teoría de cuerdas los vectores que se
vuelven no-masivos dando lugar al aumento de simetría de gauge resultan ser todos modos
de un mismo operador de vértice. Se podría pensar entonces que DFT en bajas dimensiones
debería permitir la presencia de un nuevo campo vectorial, de la forma Aν(x,Y) donde Y son
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coordenadas en el Toro doble, cuyos modos incluyan a aquelos g.d.l. que aumentan el grupo.
Es decir, se puede entender esto como una expansión en modos GKK como la del Capítulo 2,
pero permitiendo ahora que la LMC con la que se restringe a los desarrollos de Fourier pueda














donde la dependencia con los módulos aparece en Y. Al moverse continuamente a lo largo
del esppacio de módulos, para ciertos valores de P, alguno de los APν comenzará a volverse
no-masivo. Por ejemplo, para la compactificación sobre el Toro T 2 × T̃ 2 seis modos (??) se
vueven no masivos, cuando los módulos son g11 = g22 = −2g12 = −2B12 = 1, dando lugar a
los campos cargados de SU(3)L. Apartándose de este punto, las masas de estos modos varian
continuamente desde cero. Cuando se alcanza el punto g11 = g22 = 1;B12 = 0 otros modos (los
mostrados en (B.1.4)) se vuelven no masivos11 dando lugar al aumento SU(2)2L. El Capítulo
5 se encarga de desarrollar el marco de trabajo para esta construcción.
Se ha trabajado aquí con la cuerda bosónica por simplicidad. Sería interesante ver si los
razonamientos aquí expuestos son aplicables en la cuerda Heterótica (ya que es la única super
cuerda que presenta aumentos de simetría a lo largo del espacio de módulos). En el Capítulo
siguiente se trabajará sobre ésto teniendo en cuenta a los fermiones también.
11Notar que hay un modo en común en ambos puntos, el P = (±1, 0,±1, 0).
Capítulo 4
Aumento de Simetría en la Heterótica
Como hemos en el Capítulo anterior, la idea ahora es extender los resultados obtenidos a
las supercuerdas. Es decir, tener en cuenta los aumentos de simetría en la descripción efectiva
de compactificaciones toroidales de las supercuerdas.
En tales backgrounds, cuando no se tienen en cuenta orbifolds [29], solo la cuerda Heteró-
tica presenta este efecto. Por lo tanto, traduciremos los resultados encontrados en el Capítulo
anterior para la bosónica a esta supercuerda, viendo como cada una de las propiedades en-
contradas anteriormente se reproduce aquí. Además tendremos en cuenta la inclusión de los
fermiones.
Además, el efecto de las líneas de Wilson, es tenido en cuenta en los procesos de aumento
de simetría.
4.1. Adaptación a la Heterótica
Las compactificaciones toroidales de la cuerda Heterótica SO(32) (o E8 ×E8) a d dimen-
siones espacio-temporales dan lugar a un grupo de gauge genérico
GL × U(1)10−dR , (4.1.1)
donde el grupo LeftGL es generalmente producto de grupos no-Abeliano y Abelianos. El rango
de GL es rL = 16 + 10− d = 26− d originado a partir de los 16 Cartanes del grupo de gauge
en 10 dimensiones más los r = 10− d vectores (Cartanes) provenientes de las combinaciones
Left de la reducción KK de la métrica y el tensor antisimétrico.
En un punto genérico del espacio de módulos el grupo Left resulta GL = U(1)26−dL . Al
variar los módulos pueden aparecer diferentes grupos aumentados. Vale la pena recordar que
solo ocurren aumentos de simetría en el sector Left, es decir, solo aparecen estados cargados
con winding y momento KK no triviales y no-masivos en dicho sector (las corrientes de los
vértices que dan lugar al álgebra en la hoja mundo son Left). El máximo grupo posible de
aumento de simetría resulta ser GL = SO(52− 2d) para el caso de la cuerda SO(32).
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Aumento de simetría en sector Left
Probemos que solo el aumento de simetría puede ocurrir en el sector Left. Para esto,
recordemos la notación usual: Para d dimensiones espacio-tiempo, los momentos Left y Right
están codificados en
L = (lL, lR) (4.1.2)
los cuales están definidos sobre una red autodual Γ26−d,10−d de signatura (26 − d, 10 − d).
Luego, al descomponer el momento en direcciones de la red lǏL = (K
I
L, kL,m) con I = 1, . . . , 16







































donde gmn, Bmn son la métrica interna y el tensor antisimétrico internos, Am son las líneas
de Wilson, pn y p̃n son enteros correspondientes al momento KK y winding respectivamente.
P I son las componentes de los pesos de Spin(32) .


















k2R + N̄B + N̄F + Ẽ0 , (4.1.4)
donde N, N̄ son el número de osciladores (ya sea bosónicos o fermiónicos), Ẽ0 = −12(0) para













k2R = 1−NB − N̄B − N̄F − Ẽ0 . (4.1.5)
Entonces, si queremos nuevos estados no-masivos que aumeten el grupo de simetría, podemos
buscar primero aquellos que son vectores, es decir aquellos que tienen al menos algún oscilador.
En el sector NS, tenemos que para que resulten no-masivos los estados debe ser
α′
2
m2R = 0 =
1
2
k2R + N̄B + N̄F −
1
2
y por lo tanto debe resultar NF = 12 con el resto de los términos nulos, en particular kR = 0,
por lo tanto de existir un aumento de simetría en el sector NS no dará lugar a corrientes
cargadas Right. Por otro lado, en el sector Left debe suceder
α′
2
m2L = 0 =
1
2
l2L + (NB − 1),
la cual nos lleva a las mismas conclusiones que en la bosónica: o bien NB = 1 y lL = 0 (son los
Cartanes) o bien NB = 0 y lL = 1, siendo este último caso el correspondiente a los Cargados.
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En conclusión, un estado no-masivo del sector NS puede tener solo corrientes cargadas
Left, mostrando así que el aumento de simetría ocurre solo en este sector. Más aún, todos
los valores de momento y winding encontrados en la bosónica que producen vectores Left
no-masivos siguen haciendolo aquí (ya que la fórmula de mL es la misma).
En el sector R procediendo con argumentos similares puede verse que los únicos esta-
dos no-masivos cargados que pueden aparecer se corresponden con los fermiones compañeros
supersimétricos de los correspondientes vectores.
De todas maneras, los vectores cargados corresponden en general a L2 = 1. Con respecto
a los Cartanes, hay 10 − d + 16 vectores Left donde 16 de ellos provienen de los vectores en
10 dimensiones que dan lugar al SO(32), mientras que 10 − d son combinación Left de la
reducción KK de la métrica y el Kalb-Ramon. Los Cartanes tienen kR = 0 y lL = 0, y por lo
tanto no tienen winding ni momento KK.
En un punto del espacio de módulos genérico1, kR 6= 0 y por lo tanto no hay bosones
de gauge no-masivos extra. En tal situación el grupo de gauge sería U(1)26−dL × U(1)
10−d
R .
Cuando se apagan las líneas de Wilson, para winding y momento KK nulos y para P 2 = 2 la
red autodual da lugar al grupo de gauge SO(32)L × U(1)10−dL × U(1)
10−d
R como es esperado
de una reducción dimensional KK.
Para valores específicos de los módulos, momento KK y winding, el grupo Left puede
aumentar hasta un máximo SO(52 − 2d)L × U(1)10−dR . Recordar que el rango del grupo es
siempre 36− 2d.
Heterótica desde DFT
Sea n = nc + rL = dimGL la dimensión del grupo GL para algún valor de los módulos,
donde nc denota el número de generadores cargados. La teoría efectiva de bajas energías tendrá
por lo tanto una teoría de gaugeGL×U(1)10−dR acoplada a gravedad más el tensor antisimétrico
Kalb-Ramond en d dimensiones. Además hay (nc + 26− d)(10− d) escalares. Si contamos la
cantidad de grados de libertad tenemos que: d2 corresponden al gravitón más el campo B, nc+
36−2d son vectores del GL×U(1)10−dR y (nc+26−d)(10−d) son escalares. Vale recordar que los
escalares corresponden a (26−d)(10−d) tipo “módulos” (es decir, viene la compactificación del
sector de supergravedad más aquellos del SO(32) construídos a partir de los mismos vértices
que los correspondientes vectores pero con osciladores internos) más nc(10−d) escalares extra
que serían masivos en puntos genéricos del espacio de módulos, es decir, cuando el grupo de
simetría es U(1)26−dL × U(1)
10−d
R (nuevamente, estos son aquellos construídos con los mismos
vértices cargados que los correspondientes vectores pero con osciladores internos).
Al igual que en el Capítulo 3 es interesante notar que el número total de grados de libertad
1Al decir genérico queremos decir incluso que la red deja de ser autodual. En cuerdas esto es
imposible ya que la propia teoría fija a la red 16 dimensional a ser autodual apareciendo de este modo
estados cargados con P 2 = 2 que construyen el SO(32). En otras palabras, se podría decir que la
cuerda Heterótica vive consistente solo en un punto autodual de la red interna
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coincide con
dim
O(d+ n, d+ r)
O(d+ n)×O(d+ r)
= d2 + d(nc + 36− 2d) + (nc + 26− d)(10− d). (4.1.6)
Motivados por los razonamientos expuestos anteriormente (Capítulo 3) aplicados a la cuerda
bosónica usaremos este cociente para expresar la teoría efectiva en un lenguaje de DFT, al
proponer una expresión para la acción y discutir sus características. Nuevamente la acción
se construye a partir de los flujos generalizados en el marco de las compactificación tipo






Este último (FĀ) será puesto a cero ya que no será necesario utilizarlo. Los índicesM suelen
barrer la representación fundamental de O(d, d) en la cuerda bosónica. Sin embargo, la cons-
trucción puede ser más general y extenderse a O(dL, dR), donde los índices se suben o bajan







y una forma numérica similar ηĀB̄ para los índices planos. En general, los flujos dependen de
las coordenadas que viven en la representación vectorial del O(dL, dR), pero como pensamos en
compactificaciones Scherk-Schwarz impondremos la SC sobre las coordenadas externas pero no
sobre las internas. Inspirados por la estructura del coset (4.1.6) elegimos dL = d+nc+(26−d) =










. Además A = (aL, aR) es un índice interno con
aL = 1, ..., n y aR = 1, ..., 10 − d mientras que µ = 1, ..., d. Aquí r = 10 − d es el número de
dimensiones compactas y n = nc + 26 − d es el número de direcciones extra necesarias para
lograr el aumento de simetría.
Con todo esto presente, la construcción de la acción de DFT con flujos en el marco de





























HALHBCHKD − 3HALηBCηKD + 2 ηALηBCηKD)− Λ (4.1.8)
es el potencial escalar. Puede parecer al principio exactamente la misma acción que la del
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Capítulo anterior, y de hecho en parte lo es. La parte sutil aquí es a través del cociente: es como
si el espacio tangente aumentase diferente según la dirección sea Left o Right. Los escalares
parametrizan el O(n,r)O(n)×O(r) de dimensión (nc+26−d)(10−d). Los índices pueden ser expandidos
en la base L-R (llamada C base) como A = (a, Î), donde a = 1, . . . rL, rL + 1, . . . rL + nc =
n = dimGL corren sobre el grupo Left GL. Los índices Î = 1, . . . r corresponden al grupo
Right U(1)r. Las contracciones de los índices ser hacen ahora con la métrica ηAB invariante







Al igual que antes HAB es la métrica generalizada que codifica información sobre los
campos escalares, R es el escalar de Ricci d-dimensional, y FAµν y Hµνρ












A ∧AB ∧AC , (4.1.10)
son el tensor de gauge y el tensor del campo B.
También nuevamente aparecen las derivadas covariantes











donde nuevamente los flujos (internos) fABC = ηAKfKBC son completamente antisimétricos,
hay (r+n)(r−1+n)(r−2n)3! de ellos y deben satisfacer el vínculo cuadrático
f[AB
KfK]C
R = 0 . (4.1.12)
Si se les permite a los índices transformar la acción resulta ser globalmente invariante ante
O(nc+26−d, 10−d) y puede ser identificada con el sector bosónico (eléctrico) de supergravedad
gauge semimáximal [30–33]. A pesar del hecho de que este gran número de flujos fue explorado
en distintas situaciones, su interpretaciíon física necesita ser investigada. Por ejemplo, si nos
restringimos a a = 1, . . . , r = 10 − d, y en r = 6 dimensiones, el conteo de flujos daría 220
correspondientes al sector eléctrico de la supergravedad gauge O(6, 6). Estos flujos han sido
identificados (ver [11, 31, 34] ) como flujos geométricos y no-geométricos en compactificaciones
de Teoría de Cuerdas (con orientifolios). Aquí nos restringiremos a una elección muy específica
de un subconjunto de todos los posibles flujos que es relevante para la discusión.
Para hacer contacto con la acción efectiva de la cuerda expandimos primero la métrica
generalizada es términos de las fluctuaciones escalares Ma,Î con dimGL × r = (nc + 26 −
d)(10− d) grados de libertad independientes
HABC = δAB +H(1)AB +
1
2
H(2)AB + . . . (4.1.13)
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de tal manera que los elementos de matriz son nulos a menos que
H(1)
aÎ











Al igual que en el caso bosónico haremos una elección específica de los flujos (y por lo
tanto se rompe la simetría global), solo que esta vez su estructura será levemente distinta
para tener en cuenta que el aumento de simetría es solo Left
fABC =
fabc GL structure constants0 otherwise ,
donde fabc es el subconjunto de todos los posibles flujos (con índices Left) que reproducen las
constantes de estructura del álgebra de grupo GL. Con todo esto presente, la acción de arriba
































que reproduce el sector bosónico de la Heterótica a bajas energías sobre un punto fijo del
espacio de módulos. Aquí a indexa el grupo de gauge Left (en general no-Abeliano) que
se genera con vectores de gauge AaLµ, mientras que Î = 1, . . . r indexa al grupo abeliano
U(1)Î associado a vectores A
Î
Rµ. Los campos escalares viven en la representación (dimGL)q̂=0
adjunta de GL y llevan carga cero q̂ = (q̂1, . . . , q̂r) = 0 con respecto al grupo Right U(1)rR.
Por lo tanto, la derivada covariante de los escalares en (4.1.11) se reduce a





donde gd = κd
√
2
α′ . Vale notar que con esta elección de flujos, ningún potencial escalar se
genera.
Al igual que para el caso bosónico, puede romperse la simetría de la acción eligiendo los
flujos (dependientes de los módulos) adecuados, produciendo así una suerte de mecanismo de
Higgs. La teoría resultante debe reproducir las amplitudes de 3-puntos de la cuerda Heterótica.
Discutiremos esto en lo que sigue. La traducción de la bosónica a este caso es inmediata.
4.1.1. Mecanismo de Higgs via Flujos
Como hemos explicado en el Capítulo anterior, los flujos pueden ser leídos de las amplitu-
des de 3-puntos de vectores en cuerdas. En la Heterótica también puede utilizarse esta misma
técnica, solo que ahora los vértices de los estados son diferentes que pues el sector Right es
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de la supercuerda. Para los Cartanes, que índexamos con ǏL = (i = 1, . . . r; I = 1, . . . 16),
los correspondientes vértices son V (ǏL) ∝ ∂zyǏ ψ̃µeiK.X , mientras que para los cargados son
V (lL) ∝ eilL.y(z)eiK.X donde lǏL son los momentos internos Left definidos en (C.1.2), y Xµ(z)
y Kµ son las coordenadas espacio-tiempo y momento respectivamente.
Recordar que los momentos internos dependen de valores específicos de momento KK pm,
windings p̃m, pesos P I de la red Λ16 y de los módulos Φ = (g,B,A) donde ahora A son las
líneas de Wilson. Sobre puntos específicos Φ0 en el espacio de módulos, para algunos valores
de momento, winding y pesos ocurre que
kP̌R(Φ0) = 0, (l
P̌
L(Φ0))
2 = 2 (4.1.17)
y la simetría aumenta. Más aún, ocurre que
l
(P̌)
L (Φ0) ≡ α
(P̌) (4.1.18)
se transforman en las raíces α(P̌) del grupo GL.
Siguiendo los razonamientos explicados en el Capítulo anterior, proponemos identificar los
coeficientes de las amplitudes de tres vectores con las flujos generalizados obteniendo así un
álgebra, incluso fuera del punto fijo Φ0. Definiendo
fα(P̌)α(−P̌)ǏL(Φ) = l
(P)
L (Φ)Ǐ , fα(P)α( ˇ−P )Î(Φ) = l
(P̌)
R (Φ)Î (4.1.19)























R Eα . (4.1.20)
Al igual que antes hemos abreviar α = α(P), y resulta ser fα1α2α3 = 1 si α3 = α1 + α2 es
una raíz y sino es nulo. Cualquier otro conmutador es nulo. Nuevamente, al (4.1.20) satisfacer
Jacobi define un álgebra de Lie.
Como en los puntos fijos kαR(Φ0) = 0 y fα−αÎ = l
(α)Î
L = α
Î , el álgebra se reduce a
la correspondiente para el grupo GL en la base Cartan-Weyl. Al igual que antes, podemos
mostrar que esta álgebra es en realidad la misma que para GL al realizar una redefinición
de los generadores. Para visualizarlo, nuevamente definimos el operador Cartan doble HA =(
HǏ , ĤÎ
)




















Podemos ahora realizar una transformación lineal a los generadores Cartanes (igual que
para la bosónica) de tal manera que el álgebra quede independiente de los módulos. Esta vez
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tendrán que ser tenidas en cuenta las lineas de Wilson. En efecto, resulta δIJ 0 AJnδnm−AJmδJI δnm Gnm −Bnm − R2AInAIm

















Esta álgebra es independiente de los módulos y por lo tanto isomorfa al álgebra de GL.
Como comentario final de esta sección vale aclarar que con los flujos obtenidos fuera de
los puntos críticos, puede calcularse la acción fuera del autodual (sector bosónico). Términos
como: Masa de Vectores, Masa de Escalares y Grados de libertad Goldstone pueden observarse
repitiendo los cálculos mostrados en el Capítulo anterior. La acción se corresponde (a tres
puntos) con la efectiva de la cuerda Heterótica fuera de un punto crítico .
Veamos ahora ejemplos concretos de todo esto. En particular analicemos los aumentos
de simetría máximos posibles. Estos son particularmente interesantes de estudiar, ya que
la interpretación de las 16 coordenadas extra del sector Left de la cuerda juegan un papel
fundamental.
4.2. Ejemplos de Aumentos
En esta sección discutimos ejemplos de distintos aumentos de simetría para el caso de la
compactificación a un círculo de radio R. En este caso los momentos (C.1.2) son
KIL = P
































Caso SU(2)× SO(32)× U(1)
Un caso posible de vectores no-masivos ocurre cuando p = p̃ = ±1, al elegir el radio en su
valor autodual R =
√
α′ = R̃ y apagar todas las líneas de Wilson AI = 0. Estos estados junto
a los vectores no-masivos asociados a la compactifiación KK (p = p̃ = 0 = P I) dan lugar a
un grupo de gauge SU(2) (Left).
Además, hay un SO(32) asociado a estados con pesos P = (±,±, . . . 0) (el subrayado
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significa permutaciones sobre las 16 entradas) y los correspondientes Cartanes en las 16 di-
recciones internas de la Heterótica. Por lo tanto, sobre este punto del espacio de módulos, el
grupo de gauge aumentado es SO(32)L × SU(2)L × U(1)R.
El grupo SO(32)L × SU(2)L × U(1)R puede romperse a SO(32)L × U(1)L × U(1)R o a
U(1)17L × U(1)R dependiendo de la dirección en el espacio de módulos sobre la que se avance
para alejarse del punto fijo. Por ejemplo, al mover el radio de su valor autodual, los vectores






























= fP1P2P3EP3 . (4.2.2)
Los subíndices ± denotan las dos posibles raíces de SU(2) y el subíndice 3 denota el corrres-
pondiente generador Cartan. Las fP1P2P3 son constantes de estructura del SO(32) donde los
PI son las raíces y los HI los correspondientes generadores Cartanes. Sobre el radio autodual
se tiene que a− = 0, a+ = 1 recuperandose la escritura usual del álgebra de SU(2).





















































= −(P ·A)EP . (4.2.3)
Como se mostró en el Capítulo anterior, las masas de los vectores se identifican con aquellos
flujos que mezclan el sector Left y Right (en índices). Por lo tanto tendríamos en este caso que
los vectores cargados frente al SU(2), i.e. A±µ , adquieren una masa mSU(2) = |f3̄±±| = 12A
2
mientras que los cargados frente a SO(32) adquieren mSO(32) = |f3̄P−P | = |P · A|. Como
fue probado en general, los conmutadores de arriba son simplemente reescritras del álgebra
SU(2)× SO(32) solo que ahora la teoría involucra estados masivos.
Máximo aumento de simetría: SO(34)
Existen otros posibles aumentos de simetría a lo largo del espacio de módulos. En particu-
lar existe un máximo posible, donde máximo se refiere a un grupo con la misma cantidad de
Cartanes (tantas como direcciones compactas) y la mayor cantidad de raíces posibles. Al elegir
[35, 36] R̃ =
√
2α′ y RA = (−1, . . . 0) notamos que para p̃ = 0 se obtienen estados no-masivos
si P = (±,±, . . . 0), i.e. raíces de SO(32), y si el momento KK se fija a p = −P 1. Más aún, los
pesos de SO(32), i.e. P = (±,±, . . . 0), (0, . . . 0), (2, . . . 0), combinados con p̃ = ±1 dan lugar
a estados con lL = (±;±, . . . 0) que al combinarse con las raíces de SO(32) arman estados
no-masivos con cargas lL = (±;± . . . 0) que se corresponden con las bien conocidas raíces de
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SO(34) [35, 36]. Es decir, el grupo queda aumentado a SO(34).
Como comentario final de esta sección, recordar que todas estas descripciones son válidas
en los entornos de cada punto de aumento de simetría, ya sea SU(2)×SO(32)×U(1) (definido
por valores específicos de los módulos y momentos/winding/pesos) o el punto SO(34) (en el
cual otros valores de momento/winding/pesos son necesarios). No es posible, en esta etapa,
interpolar entre distintos puntos de aumento de simetría de manera continua.
4.3. Incluyendo Fermiones
La acción (4.1.7), para d = 4, no es otra cosa que la correspondiente para el soctor N = 4
bosónico (eléctrico) de supergravedad gauge (ver [30–33]). Luego puede verse que la reducción
de Scherk-Schwarz de DFT da una manera de derivar este sector de supergravedad gauge.
Para incluir el sector magnético es necesario considerar EFT o una extensión del grupo
Global inicial. La inclusión de los fermiones desde el punto de vista de DFT fue considerado
en muchos trabajos [37, 38], y en particular, una reducción dimensional tipo Scherk-Schwarz
fue propuesta en [39] en el contexto de supercuerdas.
El objetivo de esta sección es mostrar que el mecanismo de aumento/ruptura de simetría
a través de flujos dependientes de los módulos, encontrados en el sector bosónico, también
está presente en el sector fermiónico.
Al invocar supersimetría, podemos concluir que el sector fermiónico no es otra cosa más
que el sector fermiónico de supergravedades gaugegeadas. Primero nos concentraremos en
el caso N = 4 en 4 dimensiones y discutiremos su generalización más tarde. Por lo tanto,
debemos lidiar con la simetría global O(6 + n, 6). En particular nos concentraremos en los
términos de masa de los fermiones. A saber, los términos cuadráticos contienen al gravitino
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j + h.c. , (4.3.1)
donde las matrices Aij1 , A2 ai
j , A3ab
ij son conocidas como matrices de “corrimiento”. Los ín-
dices i expanden la representación espinorial de SO(6) o, equivalentemente, la representa-
ción 4-dimensional de SU(4), que es el cobrimiento universal de SO(6). Los vectores vm̂ de
SO(6) pueden ser construidos en términos de combinaciones antisimétricas de la representa-
ción espinorial, o equivalentemente, en términos de la representación 6-dimensional de SU(4)
antisimétrica vij a través de vm̂(γm̂)ij = vij donde





Se sabe que las matrices de corrimiento dependen de escalares a través de UAĀ(x) que definen
las matrices escalares. Explícitamente, tales cumplen
HAB(x) = δĀB̄ UAĀUBB̄ . (4.3.3)
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con
UAĀ(x) ≡ (UAa;UAÎ) = (UAa;UAij) , (4.3.4)
donde los índices Î vectoriales de SO(6) fueron expresados en términos de los índices espino-
riales ij en el último término.
Luego, las matrices de corrimiento se leen ahora como (ver [30, 33])
gravitino-gravitino: Aij1 ∝ (UA
kl)∗UBikUCjlfABC
gravitino− gaugino : A2aij ∝ UAa(UBik)∗UCjkfABC
gaugino− gaugino : A3abij ∝ UAaUBbUCijfABC , (4.3.5)
donde han aparecido los flujos fABC del sector eléctrico [30]. Para leer los términos de masa
debemos expandir en fluctuaciones escalares a Î y quedarnos con el término de orden cero
(término constante en fluctuaciones)2. Por lo tanto, resulta (UAb;UAÎ) = (δAb; δAÎ) con
UAij = δAm̂(γm̂)ij . (4.3.6)























ij ∝ (γ ĉ)ijfabĉ. (4.3.7)
Al identificar los fABC con los flujos generalizados encontrados desde cuerdas, y usando que
aquellos que tienen más de un índice Right se anulan (fâÎ ĉ = faÎĉ = 0) encontramos que
el gravitino permanece sin masa como es esperado (idem con dilatino). Por otro lado, los
gauginos adquieren masas proporcionales a fabĉ, las cuales, como es de esperar, son iguales
a las de sus compañeros supersimétricos y por lo tanto se vuelven no-masivos en los puntos
autoduales. Junto a los escalares y vectores llenan todo el supermultiplete vectorial N = 4.
Ahora argumentaremos que la presente discusión para d = 4 se puede extender a otras
dimensiones. De hecho, para teoría semimaximales, los escalares forman un cociente G/H =
SO(d, d + n)/SO(d) × SO(d + n) y están codificados a través de U ĀA = (UAa;UAÎ) como en
(4.3.4) donde ahora A es un índice vectorial de G = SO(d, d + n), a es un índice vectorial
de SO(d) y Î es un índice vectorial de SO(d + n). El índice Î es expresado en términos
de índices espinoriales ya que los férmiones transforman ante H = Spin(d) × SO(d + n).
Del conjunto de todos los posibles flujos es posible elegir un subconjunto parametrizado por
un G-tensor antisimétrico fABC . En d = 4 el total de flujos es parametrizado por ξαA y
fαABC (α = ± es el índice eléctico-magnético electri-magnetic index) y nos restringimos a
ξαA = 0 y f+ABC = fABC , f−ABC = 0. Lo mismo aplica en otras dimensiones3. Las matrices
2Recordar que HAB = δAB +O(M)
3Si se quiere que esto siga valiendo en d = 9 y d = 8 se deben necesariamente incluir multipletes
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de corrimiento se acoplarían a escalares a través del embebimiento tensorial y por lo tanto
tendrán necesariamente la misma forma que en (4.3.5) pero donde ahora los índices i, j arman
la representación espinorial de Spin(d).
Al igual que antes, cuando los flujos son los correspondiente al punto de aumento de
simetría, las matrices de corrimiento de los gravitinos son cero y la supersimetría es preservada.
Fuera de tales valores los escalares, vectores y fermiones se organizan en un supermultiplete
masivo.
4.4. Resumen y Discusión
En este Capítulo hemos mostrado que se puede dar una descripción de los procesos de
aumentos-rupturas de simetría de gauge que ocurren en la cuerda Heterótica para cierto
valores específicos de los módulos. Los razonamientos involucrados son totalmente análogos a
los realizados en el Capítulo 3 para el caso bosónico. Los ingredientes clave para codificar el
proceso de aumento fueron: una acción de (super) gravedad gauge invariante global frente a
O(n1, n2), una expansión en fluctuaciones escalares de la métrica generalizada y la presencia
de flujos generalizados (3-formas) dependiente de los módulos. La acción de la Heterótica es
obtenida al elegir el grupo O(n, r) (donde n = dimGL es la dimensión del grupo de aumento
en el punto en cuestión y r = 10− d el número de dimensiones compactas) e identificar a los
flujos dependientes de los módulos fABC(Φ) con el momento interno de la cuerda.
Al invocar supersimetría, el sector fermiónico también puede ser incluído. En particular
se muestra que al moverse fuera del punto de aumento de simetría Φ0 se producen las masas
esperadas para los supercompañeros de los vectores masivos sin romper la supersimetría.
Antes de saltar al próximo Capítulo, retomemos la discusión iniciada anteriormente. En los
Capítulos anteriores hemos dado acciones cuyo sector no-masivo describe la fenomenología de
la Teoría de Cuerdas (Bosónica y Heterótica) a lo largo del espacio de módulos. Sin embargo,
los formalismos utilizados fueron muy diferentes: Expansión de Fourier en el espacio Doble Vs
Aumento del espacio tangente en Scherk-Schwarz. Más aún, la descripción dada por cada uno
es “disjunta”, como se puede ver de las Figuras 2.1 y 3.1. La idea para el próximo Capítulo
será desarrollar un formalismo que de entrada logre cubrir todo el espacio de módulos. En
particular, lo que se espera es poder dar una única acción Sfull dependiente de los módulos
Φ que contenga suficientes estados (resultarán infinitos) y que siempre pueda escribirse como
suma Sfull = Smassless(Φ) + Smassive(Φ) donde Smassless contenga estados no-masivos o lo
suficientemente livianos como para contribuir a la física de bajas energías, y Smasive contenga
el resto de los (infinitos) estados que sean masivos. A medida que Φ se mueve por el espacio
de módulos estados en Smasive vayan reduciendo su masa hasta que eventualemente, si Φ
toca un punto de aumento de simetría, éstos se vuelvan no masivos y pasen a formar parte
de Smassless(Φ). En el proceso, por supuesto, es de esperar que pueda ocurrir lo opuesto, i.e.
estados de Smassless(Φ) se vuelvan muy masivos continuamente y pasen a formar parte de
Smasive. En la Figura 4.1 se muestra la idea.
vectoriales, y por lo tanto, n ≥ 1. De otra forma, fABC = 0, ver [40–42].
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Figura 4.1: Trayectoria en el espacio de módulos. En un punto génerico la simetría de gauge
es U(1)r+l. A medida que la trayectoria se acerca al punto con simetría de gauge G3 estados en
Smasive comienzan a perder masa y eventualmente pasan a formar parte de Smassless. Lo opuesto
ocurre a medida que se aleja del mismo. El proceso similar ocurre para G4 o G6 en la Figura.
Veremos que el marco de trabajo utilizado es similar al del Capítulo 2, donde un desarrollo
en modos de Fourier restringido a la LMC es necesario. En el proceso además será necesario
incorporar nuevas propiedades al espacio Doble Y que hasta ahora no habían sido tenidas en
cuenta en DFT, como la existencia de una no-conmutatividad.

Capítulo 5
La Interpolación en el Espacio de
Módulos
5.1. Introducción
Comencemos este capítulo resumiendo lo logrado hasta ahora en esta tesis. Primero, he-
mos logrado incluir (algunos) estados masivos con winding y momento KK en el marco de
DFT cuando la cuerda se encuentra compactificada en un Toro. Hemos estudiado en general
las propiedades de tal resultado. Pero, como ya a sido mencionado, el resultado no es váli-
do para cualquier compactificación toroidal debido a que para ciertos tamaños de los radios,
el fenómeno de aumento de simetría cobra importancia y éste no ha sido tenido en cuenta.
Segundo, hemos podido incluir el fenómeno de aumento de simetría en el marco de DFT
utilizando el formalismo de vielbeins generalizados aumentando el espacio tangente pero solo
en un entorno de los puntos de aumento de simetría. Esto lo hemos mostrado tanto para la
cuerda Bosónica como para la Heterótica incluyendo en la última fermiones. Este artilugio
(aumentar el tangente) permite además describir el higgsing que debe aparecer cuando uno se
aleja un poco del punto autodual. Más aún, permite romper el grupo de tal manera de con-
seguir las masas y acoplamientos adecuados para los diferentes campos. Hasta el mecánismo
de captura de bosones Goldstone es reproducido.
No obstante, es díficil no preguntarse si ambos procesos descriptos están de algún modo
relacionados. Es decir, si existe alguna relación entre la expansión (toroidal) de Fourier en
DFT con el uso de vielbeins generalizados para describir los aumentos de simetría. Es claro que
la respuesta debería ser afirmativa, ya que ambos métodos cubren todos los posibles efectos
de las compactificaciones toroidales (y lo hacen de forma disjunta, i.e. uno está definido donde
el otro no lo está). La idea es pensar en alguna descripción que siempre describa a la cuerda
a bajas energías, sin importar en que valor particular de los radios de compactificación uno
se encuentre. Éste es el fin último de este Capítulo. Vale aclarar, como ya se ha hecho con
capítulos anteriores, que el contenido de esta parte ha sido objeto de una publicación junto
con mi Director de Tesis y colaboradores.
Sin más preámbulos, comencemos a describir lo hecho en esta parte del trabajo. Como
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queremos conectar los procesos descriptos anteriormente necesitamos trabajar con DFT en el
marco de la cuerda Heterótica (para poder tener aumento de simetría).
Algo clave en nuestro análisis es la descripción del aumento de la simetría de gauge en
compactificaciones toroidales via teoría de campos sin el uso de vielbeins generalizados. Como
ya hemos mencionado, el aumento de simetría de gauge es un fenómeno muy característico
de las cuerdas, asociado al hecho de que ellas son objetos extendidos y, por lo tanto, pueden
enrrollarse alrededor de ciclos no-contraibles. Vale la pena repasar brevemente dicho fenómeno,
con el fin además de introducir la notación necesaria para el Capítulo. En determinados
puntos del espacio de módulos (i.e. puntos fijos bajo transformaciones de T-dualidad), estados
bosónicos de vectores (y escalares también), asociados con valores definidos de winding y
momento compacto, se vuelven no-masivos. Estos vectores, combinados con los vectores no-
masivos heredados de la compactificación de la métrica y el tensor antisimétrico, dan lugar
a un aumento del grupo de simetría de gauge G1 ( ver [43]). Además los desplazamientos
en el espacio de módulos pueden encontrarse puntos fijos donde, en general, otros vectores
asociados con valores diferentes de winding y momento se vuelven no-masivos dan lugar así
a un grupo de gauge G2 aumentado distinto, etc. En puntos genéricos solo existe la simetría
U(1)r+16L × U(1)rR, donde r es el número de dimensiones compactas (este último caso es el
estudiado en el Capítulo 2).
La teoría efectiva de bajas energías, en un dado valor de los módulos, donde se integran
los estados masivos, puede ser descripta usando un Lagrangiano usual de teorías de gauge
acoplado a gravedad sin referencia explícita a los windings. Al moverse lentamente fuera de
este punto del espacio de módulos, la simetría de gauge se rompre. Esta ruptura puede ser
entendida como un mecanismo de Higgs convensional y también, como fue probado desde un
acercamiento de DFT en Capítulos anteriores y en [44, 45], como asociado a una dependencia
en los módulos de lo que serían los flujos “constantes de estructura”
El objetivo de este Capítulo es escribir una acción efectiva (reducida dimensionalmente)
para la cuerda Heterótica compactificada en un toro, la cual dependa de los valores de los
módulos de tal manera que al variar el valor de los mismos, los diferentes puntos de aumento
de simetría puedan ser alcanzados. Pero además, la idea es no utilizar el artilugio del aumento
del tangente, i.e. solo utilizar campos y sus desarrollos de Fourier en un toro doble al estilo
KK. Es decir, esta parte es la generalización de lo realizado en el Capítulo 2 de tal manera
de incluir el fenómeno de aumento de simetría y terminar de abarcar así todos los puntos del
espacio de módulos.
En general, los campos involucrados en DFT responden a un tipo de LMC específico,
mientras que los grados de libertad que se vuelven no masivos en un punto autodual responden
a un LMC distinto. Es por esto, que intuitivamente uno puede pensar que la acción que
queramos conseguir involucre necesariamente dos tipos de campos, uno para cada LMC.
Esquemáticamente hablando, la idea es incorporar a la acción un campo bosónico vectorial
Aµ(x,Y) y un escalar MI(x,Y), con una condición de LMC diferente, además del contenido
usual de materia en diez dimensiones (métrica y Kalb-Ramond B2). Todos los campos deben
depender de todas las coordenadas: tanto de las d del espacio tiempo xµ como de las internas
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del Toro Y̌ ≡ (yI , ym, ỹm), como es usual en compactificaciones tipo KK. Las coordenadas yI
son las asociadas a los grados de libertad puros de la Heterótica (es decir, son 16 coordenadas);
siguiendo el espíritu de DFT, las 2r coordenadas dobles (ym, ỹm) son las canónicas conjugadas
al momento interno y winding. Una expansión en modos generalizada (GKK) en las coordenas
periódicas internas produciría campos en d dimensiones A(L)ν (x) (y M
(L)
I (x)) donde L indexa
los modos, dependientes de los winding y momentos de Kaluza-Klein. Como fue mencionado
antes, para ciertos valores de los módulos algunos de estos modos L se vuelven no-masivos y,
al combinarse con los modos GKK que provienen de la reducción dimensional de la métrica y
el campo B, producen un aumento del grupo de simetría de la acción.
En la vecindad de cada punto fijo del espacio de módulos y cuando los modos livianos (no
masivos o masivos pero lo suficientemente livianos para ser relevantes a bajas energías) son
conservados, la teoría de gauge efectiva usual es recuperada luego de integrar las coordenadas
compactas internas. La simetría de gauge es aumentada exáctamente solo en los puntos fijos.
Es importante señalar que para entornos lo suficientemente cercanos al punto de aumento de
simetría, los estados que continuamente se vuelven livianos deden aparecer en la acción con
los acoplamientos correspondientes, como fue mostrado en el Capítulo anterior.
La acción resultante, en términos de los campos Aµ(x,Y) y MI(x,Y), requiere una no-
conmutatividad en los campos introducida via una no-conmutatividad en las coordenas com-
pactas usando un producto “estrella” ? en ellas [2–4]. Este no es un detalle menor, más bien
es fundamental para todo lo realizado aquí. Es bien sabido que una compactificación tipo
KK usual en un toro no producirá grupos de gauge no-Abelianos, ya que los términos de tres
campos de gauge tienen constantes de estructura antisimetríca y estas en cuerdas proviene
de los cociclos. Tal no-conmutatividad puede ser conseguída, como probaremos más adelante
con el producto ?. Éste fue motivado en trabajos [2–4] para justamente explicar la presencia
de los cociclos en cuerdas y dar una manera específica de como incorporarlos en una teoría
de campos. Además tiene un impacto fundamental para DFT: propone que las coordenadas
internas no conmutan. Su importancia es tal, que le dedicaremos una sección entera a su
construcción y motivación
En conclusión, tal acción nos provee una interpolación efectiva entre teorías en distintos
puntos. Recordemos nuevamente que el aumento de simetría en DFT puede ser descripto
utilizando un aumento del espacio tangente (compacto)[27, 28, 44–46] en cada punto fijo. En
cambio, aquí la variedad compacta es siempre un Toro doble r dimensional y el aumento del
tangente en [27, 28, 44–46] se traduce en modos de Fourier asociados a campos que “serán
no-masivos en tal punto”. Otra cosa que vale la pena resaltar es que la no-conmutatividad
mencionada puede ponerse en equivalencia con el uso de cociclos en Teoría de Cuerdas.
Este Capítulo esta organizado de la siguiente manera: En la Sección siguiente explicare-
mos de donde proviene en cuerdas el misterioso producto ?. En la Sección 5.3, introducimos
la propuesta para la acción en D = d + 2r dimensiones. En la Sección 5.4 realizamos la ex-
pansión en modos GKK y analizamos las diferentes contribuciones. La Sección 5.5 trata con
el contenido físico de la acción: masas, bosones de Goldstone, aumento-ruptura de simetrías
de gauge, etc. Un ejemplo ilustrativo de compactificación (r = 2) es discutido. Finalmente en
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la Sección 5.6, un resumen y discusión de las limitaciones y posibles extensiones del presente
trabajo son expuestas.
5.2. La No-Conmutatividad de los modos Cero
Veamos cómo surge en cuerdas la idea de no conmutatividad, al menos en el caso simple
de la cuerda Bosonica 1. Comencemos tomando la cuerda con una dirección compactificada
en un círculo X(τ, σ) = XR(τ + σ) +XL(τ − σ), con
XL(τ − σ) = xL +
α′
2







XR(τ − σ) = xR +
α′
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2 , los momentos Left y Right vienen definidos en términos del winding y del
momento compacto (p̃, p) = (pR−pL2 ,
pR+pL
2 ).
La coordenada T-dual es
X̃(τ, σ) = XR(τ + σ)−XL(τ − σ) (5.2.2)
Supongamos que hemos cuantizado canónicamente, luego esto nos da una cuantización para
cada uno de los modos que aparecen en el desarrollo de la X(τ, σ) salvo para los modos cero
(x, x̃) (los centros de “masa” de la cuerda y su dual). Vamos a ver ahora, que pidiendo algunas
condiciones físicas obtendríamos que tales modos cero no conmutan necesaríamente.
Causalidad
Empecemos por la manera más fácil, analizando la causalidad. Tomemos un par de campos
separados espacialmente en la hoja mundo, pero no cualesquiera par, sino nada más y nada
menos que a X(τ, σ) y X̃(τ, σ). Al ser ellos campos en principio independientes, uno podría
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1Para un mayor desarrollo del tema ver [2–4]
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donde la función θ(σ) es la función escalón con intervalo (0, 2π). Como estamos trabajando
siempre en dicho intervalo la función escalón resulta θ(σ) ≡ π en él. Vemos entonces, que si
los modos cero (x, x̃) no conmutan entonces hay causalidad siempre que resulte
[x̂, ˆ̃x] = 2iλ2π (5.2.4)
es decir, la no conmutatividad ocurre a la escala de α′ y transforma al espacio doble en
no-conmutativo.
Una forma de ver autoconsistencia en este planteo es recordar que X̃ está relacionada
con X via la dualidad electromagnética en dos dimensiones, i.e. dX = ∗dX̃ y notar que ya
que [x̂, ˆ̃x] da lugar a una constante en [X̂(τ, σ1),
ˆ̃X(τ, σ2)], puede ser interpretado como una
constante de integración y obtenido por integración del conmutador de cuantización canónica
[X̂(τ, σ1), ∂τ X̂(τ, σ2)] = [X̂(τ, σ1), ∂σ
ˆ̃X(τ, σ2)] = 2πi~α′δ(σ12), (5.2.5)
con respecto a σ2, pero el único valor para esta constante de integración consistente con
causalidad es πα′~.
En conclusión, la no-conmutatividad de los modos cero (x, x̃) aparece como una con-
dición necesaria para la causalidad entre el campo de la cuerda y su dual. Más aún, tal
no-conmutatividad transforma al espacio doble en un espacio no conmutativo, donde la escala
fundamental es la de la cuerda α′. Tal efecto debería ser tenido en cuenta en DFT para una
completa descripción de la misma.
La estructura del espacio Doble
Analicemos que consecuencias (o posibles rederivaciónes) de la no-conmutatividad pueden
aparecer. Suele decirse que el conmutador entre los modos cero (x, x̃) no tienen mucha rele-
vancia pues tanto X(τ, σ) como X̃(τ, σ) no son campos bien definidos en la CFT, en cambio
sus derivadas si lo son, y en ellas los modos cero ya no aparecen. Pero si entramos un poco
más en los detalles de la teoría vemos que el modo cero si es relevante en la construcción de
operadores vértices de la forma eik·X (tipo taquiónicos).
En [2] puede encontrarse un cálculo detallado donde se muestra que el factor de cociclo
puede ser removido de la Teoría de Cuerdas si exáctamente el conmutador (5.2.4) es tenido
en cuenta. Vale enfatizar que, pueden considerarse en principio, como dos alternativas para
cuantizar la teoría de manera equivalente pero ésta última sin cociclos nos es de particular
interés por sus implicaciones en DFT.
Varias veces se ha sugerido que los cociclos juegan un papel importante en la construcción
de DFT, pero si tomamos la cuerda cuantizada con (5.2.4), entonces los cociclos ya no son un
problema y sus efectos debería ser incorporado a DFT via (5.2.4). Como DFT, es una teoría
de campos construida justamente en un espacio tiempo doble (x, x̃), entonces para incorporar
dichos efectos bastaría con trasformarla en una teoría de campos no-conmutativa, donde tal
no-conmutatividad viene dada por (5.2.4). En resumen, el espacio de DFT debe tener una
estructura no-conmutativa que hasta ahora no se habían tenido en cuenta para el desarrollo.
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Es bien sabido, que para transformar una teoría de campos conmutativa en no-conmutativa
basta reemplazar el producto entre campos por el bien conocido producto de Moyal. Analice-
mos un poco como hacerlo en general y veamos su implementación explícita a nuestro caso
en DFT.
Sean φ1(x) y φ2(x) dos campos definidos en un espacio-tiempo xµ no-conmutativo dado
por
[xµ, xν ] = αθµν (5.2.6)
donde θµν es antisimetríco θµν = −θνµ y α es algún parámetro que caracteríza la escala a
la cuál ocurre la no-conmutatividad. Entonces la teoría de campos que tenga en cuenta la
no-conmutatividad debe ser construida via un producto ? definido como
φ1(x) ? φ2(x) = e
αθµν∂µ⊗∂ν (φ1(x)φ2(x)). (5.2.7)
Varias cosas deben ser explicadas: el ⊗ indica que la derivada de la izquierda debe ser aplícada
al campo φ1 mientras que la derivada de la derecha debe ser aplicada al campo φ2. Para ganar
intuición, veamos un ejemplo de como utilizarlo y desarrollemos el producto en potencias de
α:
φ1(x) ? φ2(x) = φ1(x)φ2(x) + α θµν∂µφ1(x)∂νφ2(x) +O(α2) (5.2.8)
Vemos entonces que a orden cero en α el producto Moyal es un producto usual de teoría de
campos, mientras que a mayores órdenes (en energía) éste se corrige. Esta forma de introducir
la no-conmutatividad se denomina cuantización de Weyl (para mayores referencias ver [47]).
Aplicando esto a nuestro caso (5.2.4), deberíamos introducir en DFT un producto de la
forma
φ1(x, x̃) ? φ2(x, x̃) = e
iπα′∂̃⊗∂(φ1(x, x̃)φ2(x, x̃)). (5.2.9)
Tal producto solo aplicaría a las coordenadas compactificadas, ya que las externas son con-
mutativas. Veremos más adelante, que esta fase es exáctamente la necesaría para producir las
constantes de estructura de los grupos de aumento de simetría no-Abelianos2.
Si en lugar de compactificar una única coordenada decidimos compactificar más a un Toro,
entonces obtendríamos
[x̂m, ˆ̃xn] = 2iλ
2πδmn (5.2.10)
donde los índices de las coordenadas recorren las direcciones compactas y la δmn es la delta
usual.
Terminemos esta sección enfatizando que esta visión de la Teoría de Cuerdas, donde los
modos cero de coordenadas no conmutan, permite reintepretar los cociclos y por lo tanto dar
una manera de introducir su efecto en DFT. Como en el fenómeno de aumento de simetría
los cociclos jugaban un rol fundamental, se puede inferir que esta no-conmutatividad en DFT
tendrá el poder de producir dicho fénomeno cuerdoso. El la sección que sigue veremos como
incorporar la no-conmutatividad para poder producir un Lagrangiano (del estilo DFT) de-
2Notar que esta fase coincide con la fase que aparece al conmutar cociclos en cuerdas si las derivadas
son transformadas a Fourier, i.e. (∂, ∂̃)→ (p, p̃)
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pendiente de los módulos que pueda reproducir el aumento de simetría a medida que éstos
cambien.
5.3. La Acción Efectiva
En esta sección presentamos una acción efectiva de teoría de campos dependiente de los
módulos que capta las características esenciales del aumento de simetría en compactificaciones
toroidales de la cuerda Heterótica. La motivación, como ya se ha mencionado, es unificar los
anteriores resultados en una única forma que cubra todos los posibles casos para los valores
de los módulos. Al hacer esto, habremos logrado una teoría de campos que logra incorporar,
no solo una relajación del SC, sino un efecto característico de la cuerda, i.e. el aumento de
simetría. La notación y convenciones están introducidos aquí.
Comencemos recordando que estamos trabajando en la cuerda Heterótica (para poder
tener aumento de simetría) compactificada en un Toro. Fijemos convención y denotemos
con Φ ≡ (g,B,A) a un punto del espacio de módulos, el cual codifica los background the
métrica g, del campo B y de los valores de las líneas de Wilson A. En un punto fijo de este
espacio, el grupo de gauge de la Heterótica es de la forma GL × U(1)rR. El rango de GL
es rL = r + 16 = 26 − d originado por los 16 generadores Cartanes del grupo de gauge de
la Heterótica en diez dimensiones más los r = 10 − d vectores bosónicos provenientes de las
combinaciones Left de la reducción KK de la métrica y el tensor antisimétrico. Por lo tanto, la
dimensión del grupo de gauge es dimGL = nc+rL donde nc denota el número de generadores
cargados. Estos generadores corresponden a los vértices de cuerdas que contienen momento
KK y windings, asociados generalmente con campos masivos que se vuelven no-masivos en
el punto fijo. Estos campos juegan un papel central en nuestra discusión. Resaltemos que nc
depende del punto del espacio de módulos en cuestión, y que en puntos genéricos no hay
ningún aumento de simetría (nc = 0) por lo que el grupo de gauge es U(1)rLL × U(1)rR.
En Capítulos anteriores hemos visto que la acción efectiva de bajas energías para el sector
bosónico de la cuerda Heterótica en un punto fijo Φ0 con grupo de gauge GL × U(1)R es, a




































donde Ī son índices Right correspondientes a grupo Abeliano Right U(1)rR mientras que A
corre en el grupo Left GL. Tenemos además que




BAC ∧AD, F Ī = dAĪ (5.3.2)
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donde los campos escalares MAĪ viven en la representacion adjunta (dimGL)q̄=0 de GL y
llevan cero carga vectorial q̄ = (q̄1, . . . , q̄r) = 0 con respecto al U(1)rR. H es el tensor de
esfuerzos del campo B (con interacciones tipo Chern-Simons) definido como
H = dB + FB ∧AB, (5.3.4)
ϕ es el campo del dilatón y R el escalar de curvatura.
Como ya fue mencionado arriba, los términos en esta expresión correspondientes con
campos cargados cambiarán cuando uno se mueva por el espacio de módulos, mientras que
términos asociados con los “Cartanes” originados en la reducción de campos en 10D estarán
siempre presentes.
Para contruir nuestra acción que interpole entre distintos puntos del espacio de módulos,
resulta pedagógico separar contribuciones de cargados y Cartanes en (5.3.1). Intuitivamente
hacemos esto porque tales contribuciones provienen de grados de libertad con distinta LMC y
serán incorporados como modos de Fourier de campos diferentes. Por lo tanto reescribiremos
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Hemos introducido muchos índices y es necesario aclararlos detalladamente para evitar
confusión:
Ī = 1, . . . r son índices Right que indexan al grupo U(1)Ī asociados a los vectores Right
ĀĪµ,
Los índices Left A han sido convenientemente expandidos en A = (Î , α) donde:
α = 1, . . . , nc indexan generadores cargados del grupo de gauge Left, correspondientes
con vectores Aαµ. Estos corresponden a las raíces del álgebra en la base de Cartan-Weyl.
Î ≡ (i, I) son índices “Cartan” Left separados en término de los índices compactos Left
i = 1 . . . r y I = 1 . . . 16 índices de las coordenadas Left puramente Heteróticas. Los AÎµ
corresponden a los vectores Left tipo Cartan.
Los tensores de esfuerzos introducidos en (5.3.2) se expanden ahora com
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para los cargados3. Análogamente, para los campos escalares tenemos que
DµMÎJ̄ = ∂µMÎJ̄ + igdfβÎ
αAβµMαJ̄ (5.3.8)










donde una suma sobre índices repetidos tipo raíz está implícita. Estamos usando una base
de Cartan-Weyl de tal manera que fαβγ = fαβ(−γ) = 1 (con γ = α + β) y fβαÎ = f−ααÎ =
fα−αÎ = α
Î (ojo, no hay suma sobre α aquí) etc. Además, los índices cargados son contraídos
con la correspondiente métrica de Cartan-Killing mientras que los índices tipo Cartan son
contraídos con la delta usual.
Finalmente, resulta útil y aún más pedagógico, realizar una rescritura más de la anterior
(con el fin de hacer contacto con el lenguaje de DFT) reagrupando los índices Cartan, tanto
Left como Right, en un único índice generalizado I = (Î , Ī), el cual es una representación
vectorial del grupo de dualidad O(rl, r). Los índices I son contraídos con la métrica invariante













µ) que incorporan los campos vectoriales Left y Right tipo Cartan respectiva-
mente. Si quisieramos hacer lo mismo para los escalares nos toparíamos con un problema: no
existe el escalar tipo LeftMαJ . Podemos esquivar este inconveniente y definir de todos modos
los escalaresMαJ = (0,MαJ̄) donde las componentes Left fueron “proyectadas”. Discutiremos
esta proyección abajo en (5.3.27) y es bastante importante aclarar que esta proyección no
entra en conflicto con la T-dualidad.
También, inspirados en DFT [44] introducimos una métrica O(rl, r) generalizada HIJ y
la expandimos en fluctuaciónes alrededor de un background plano como
HIJ = δIJ +H(1)IJ + 1
2
H(2)IJ + . . . (5.3.11)
donde los elementos matriciales son nulos a menos que
H(1)
ÎJ̄







= (MMT )ÎĴ , H
(2)
ĪJ̄
= (MTM)ĪJ̄ . (5.3.12)
3Aquí se usa la convensión 2A[µBν] = AµBν −BνAµ.
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En términos de estas nuevas definiciones y quedandonos con términos hasta segundo orden





































Las diferentes contribuciones a la acción de arriba se leen de las amplitudes de tres puntos
entre vértices de estados no masivos de la cuerda Heterótica. Hay tantos grados de libertad e
índices que uno puede estar bastante confundido a esta altura, por lo tanto, por una cuestión de
didáctica para facilitar la notación, vale la pena familiarizarnos con los estados involucrados.
Por esto mostramos la siguiente tabla en la cual se muestran los vértices de cuerdas que
representan a los grados de libertad involucrados en la acción anterior y sus propiedades.





µν , φ(L) 0 1 ∂zXµψ̃ν(z)eiL.Y(z)eiK.X(z)
A
Ī(L)























Tabla 5.1: Modos, LMC, número de osciladores y su correspondiente operador de vértice. En
todos los casos considerados aquí N̄ = N̄F + N̄B − 12 = 0.
Los operadores de vértice en cuerdas generalmente contienen un factor interno (ver Apén-







4Notar que no hay potencial escalar. Las interacciones entre escalares aparecen recién a cuarto
orden en fluctuaciones cuando solo se consideran los estados no masivos.
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donde L(P̌)(Φ) = (l(P̌)L (Φ), l
(P̌)
R (Φ)) es el momento generalizado
5 (ver (C.1.1)) el cual depende
de los windings p̃m, momentos KK pm y Λ16 pesos P I , que a su vez organizamos en un
momento de Kaluza-Klein generalizado (GKK)
P̌ ≡ (P I , pm, p̃m), (5.3.15)













P 2 = (1−N + N̄). (5.3.16)
En todos los casos considerados aquí N̄ = 0 y N = 0, 1. Los operadores de vértice con N = 1
corresponden a reducciones KK de la métrica, del campo B, del dilatón y de los vectores de
la Heterótica en 10 dimensiones.
Para ser más precisos, los vectores tipo Cartan AÎµ se originan en los vértices de la métrica
y el tensor antisimétrico luego de una reducción KK de la forma
V (Î ,L) ∝ AÎ(L)µ (K) ∂zYÎ ψ̃
µeiL
(P̌)(Φ).Y(z)eiK.X(z) (5.3.17)
donde Kµ es el momento del espacio tiempo no compacto. Debido a la presencia de osciladores
∂zY
Î , N = 1 y por lo tanto, la LMC (5.3.16) se lee
L2 = 0. (5.3.18)
Este requerimiento es trivialmente satisfecho por los estados no masivos correspondientes a





Por otro lado, los vectores cargados tipo Left vienen de vértices





L2 = 1 (5.3.20)
ya que N = 0. Los otros casos de la Tabla 1 se entienden de manera similar. Vale resaltar que
factores tales como fantasmas o cociclos deben ser incluidos.




R (Φ0) = 0 l
(P̌)




α(P̌)2 = 1 (5.3.21)
los estados se vuelven no-masivos (ver C.1.6) y l(P̌)L (Φ0) se transforman en las raíces α
(P̌)
5generalmente escribiremos L ≡ L(P̌)(Φ) y omitiremos escribir la dependencia explícita en P̌ y Φ
para alivianar la notación.
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del algebra del nuevo grupo de gauge aumentado6. Hablando en general, en otro punto fijo
diferente, otro conjunto de P̌′ dará (5.3.21), dando lugar a un grupo de gauge aumentado
diferente. Denotaremos a este conjunto de nc modes GKK, que satisfacen (5.3.20), como
Ǧ(Φ0)nc = {P̌ ≡ (P I , pm, p̃m) : l
(P̌)
R (Φ0) = 0 (thus l
(P̌)
L (Φ0) = α
(P̌),m2 = 0)}. (5.3.22)
Es decir, Ǧ(Φ0)nc codifica los nc “campos cargados quee serán no-masivos en un punto fijo
Φ0”. En Φ0, y para P̌ ∈ Ǧ(Φ0)nc los A
(P̌)
µ (K) dan lugar a vectores cargados Aαµ(x) en la acción
de arriba (similar con escalares cargados).
Como fue dicho en la Introducción el principal objetivo de este Capítulo es dar una teoría
de campos que dependa de los valores de los módulos de tal manera que de una descripción
del efecto del aumento de simetría de gauge a medida que los valores de los módulos son
cambiados continuamente. Es decir, dar una teoría de campos que dependiendo de los módulos
produzca un aumento o una ruptura de simetría pudiendo reproducir todos los posibles casos
que aparecen en cuerdas.
Para poder hacerlo, proponemos considerar una especie de expansión de Kaluza-Klein
generalizada en momentos generalizados L de los diferentes campos que se ven involucrados
en los procesos de aumento de simetría. La expansión no se hace de cualquier manera, sino
que se hace respentando la LMC. Es decir, los grados de libertad que vienen de un mismo
tipo de operador de vértice (con número de osciladores determinado) serán los que aparezcan
en la suma del desarrollo de Fourier. Los modos GKK en esta expansión son identificados con
la polarización de un correspondiente operador de vértice. A saber, para describir vectores













donde A(L)µ (x) se corresponde a la polarización en (5.3.19). La prima en la suma indica que
la LMC (5.3.20) debe ser impuesta (con un abuso de notación indicamos la suma en el índice
P̌ con L). Vale recordar que genéricamente la suma contiene un número infinito de términos
incluso siendo la LMC muy constreñida.
Una manera, quizás más intuitiva de pensar el porque meter a todos los grados de libertad
con una misma LMC (y además mismo número de osciladores) como modos GKK es la
siguiente: Tomemos a los grados de libertad A(L)µ (x), al ser vectores se los puede pensar como
una 1-forma AL = A(L)µ (x)dXµ. Ahora podemos hacerle un pullback a esta forma para llevarla
a una forma en la hoja mundo
AL = A(L)µ (x)dX






donde en la última igualdad se ha trasformado Fourier en el espacio-tiempo. Ahora, si miramos
6De la misma manera que los operadores, eil
(P̌)
L .Y (z) → Jα(P̌) son los generadores cargados del
algebra.
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los vértices de estos modos (en la bosónica para poder comparar) veríamos que son de la forma
εLKµe
iK·X ∂̄Xµ(z̄)eiL·Y (5.3.25)
es decir, como si fuesen el pullback del grado de libertad Aµ(x,Y), donde por ser ser vértices
la suma en momentos K y L no aparece (trivialmente, ya que las partículas son estados con
momento definido).
Habiendo quedado clara la idea que los grados de libertad provenientes de un mismo
vértice se identificarán con los modos GKK de un campo, proseguiremos con el análisis.
Genéricamente hablando, si la masa de los GKK A(L)µ (x) fuese dada por la fórmula de
masa de la cuerda (C.1.6), como mostraremos que es el caso, resultarían ser estos modos
masivos. Sin embargo, al moverse continuamente por el espacio de módulos, para valores
específicos P̌ ∈ Ǧnc(Φ0), nc vectores A
(L)
µ (x) ≡ Aα
(P̌)
µ (x) se volverán no-masivos y darán lugar
a un grupo de gauge aumentado GL7. De un modo similar introducimos la expansión GKK
para los campos escalares asociandoles a los campos MαĪ(x), que provienen de operadores de
vértice M (L)
Ī













Antes de seguir con las otras expansiones en modos, es momento de discutir la “proyección”
Left que se mencionó arriba (sección Acción Efectiva), en la cual se definía formalmente un
escalar con índice doble MI . Notemos que el campo Right MĪ puede ser embebido en un
campo restringido MI = (MÎ ,MĪ) con índices de O(rL, r) que cumpla
PI









donde H es la métrica generalizada que satisface HηH = η y P, P̄ son proyectores [48] que






(1 +MMT )ÎĴ + . . . −MÎJ̄ + . . .
−(MT )ĪĴ + . . . −(M






donde los puntos suspensivos indican órdenes superiores en fluctuaciones. Por lo tanto MÎ =
−MÎJ̄MJ̄ + . . . . Vemos que los grados de libertad MÎ no son independientes y contribuyen
a orden dos o más en fluctuaciones. Como se muestra abajo, éstos dan lugar a términos de
orden cuártico en la acción. Como estamos trabajando en la costrucción de una acción hasta
tercer orden en fluctuaciones, podemos fijar MJ = (0,MJ̄).
Por una cuestión de consistencia, debemos además tener en cuenta expansiones tipo KK
de campos originados en D = 10 métrica, campo B y generadores tipo Cartan del grupo de
7Una condición de realidad A(L)∗µ = A
(−L)
µ debe ser impuesta.
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gauge de la Heterótica es decir, de Gµν(x,Y), Bµν(x,Y), AIµ(x,Y),M ÎJ̄(x,Y). Ahora bien,
como los correspondientes modos (primeras cuatro filas en la Table 1) deben satisfacer la





iLIYI δ(L2, 0). (5.3.29)
Recordemos que estos modos corresponden a N = 1 y, por lo tanto, solo los modos
cero AI(0)µ (x) = AIµ(x) = (AÎµ(x), AĪµ(x)) corresponden a campos no masivos. Estos son los
vectores del grupo de gauge U(1)rLL × U(1)rR para un punto genérico del espacio de módulos.
Las mismas consideraciones son válidas para los otros campos con N = 1. Entonces, por
ej, Gµν(x)(0) = Gµν(x) es la d métrica mientras que los modos distintos de cero describen
gravitones masivos, etc. En la mayoría de las siguientes consideraciones solo los modos cero
serán tenidos en cuenta.
Notar que un campo genérico, dependiente de los módulos, φ(x,Y) ≡ Aµ(x,Y), Gµν(x,Y), . . .
podría ser interpretado como un uplifting de un campo d dimensional a d+r+rl dimensiones
con r + rl coordenadas periodicas8. Un Lagrangiano L(x,Y) en términos de estos campos,




ddx dyL dyR L(x,Y) da
lugar a una acción en d dimensiones espacio-tiempo luego de que las coordenas periódicas son
integradas, donde los campos físicos serían los modos GKK φ(x)(L). La expectativa es que tal
acción incluya la acción efectiva de bajas energías de la Heterótica (5.3.13) para los diferentes
puntos fijos del espacio de módulos Φ0.
Ya se ha mencionado que algo crucial es cómo generar las constantes de estructura no-
abelianas a través de estos campos, para dar lugar así a aumentos de simetría en los puntos
fijos. Veremos que esta tarea es hecha por la incorporación del llamado “producto estrella”
[2, 3], el cual denotamos por ?, dando lugar además a una no-conmutatividad que discutiremos
en la sección 5.4. Como se ha mencionado, tal producto es motivado desde cuerdas: via una
cuantización alternativa los cociclos pueden ser eliminados de la teoría y su efecto se traduce en
una no-conmutatividad en el espacio doble de coordenadas. Tal no-conmutatividad se traduce
en una teoría de campos, via la cualtización de Weyl, como un producto ? en los campos.
En lo que sigue presentamos la acción y, acto seguido, discutimos sus particularidades.
Asumamos que podemos escribir una acción de campos de la Heterótica completa Shet(Φ)
calculando todas las posibles amplitudes de scattering. Tal acción debería incluir un número
infinito de campos, llamemoslos Φµ1µ2...;N̄,N (x,Y), con todos los posibles spines y números
de osciladores N̄ ,N que pueden ser expandidos en modos con su correspondiente LMC, i.e.
1
2L
2 = 1 − (N − N̄). Entre todas estas contribuciones aislamos la parte de la acción, que
llamaremos Senh(Φ), que contiene hasta tercer orden (y algunos de orden cuártico como se
discutirá más tarde) y que involucra campos provenientes de reducciones KK en 10D, i.e.,
Gµν , Bµν , A
J̄
µ, ϕ,MÎ,J̄ , A
Ĵ
µ y los extra Aµ,MĪ . Estos campos son asociados a número de osci-
ladores N = 0, 1, respectivamente, y N̄ = 0. Sus correspondientes modos son los recolectados
8Recordar que las coordenadas de la Heterótica pueden ser pensadas como coordenadas en un toro
16 dimensonal con una proyección quiral.
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en Tabla 1 así como también sus operadores de vértices.
Por lo tanto, separamos la acción completa en
Sfull het(Φ) = Senh(Φ) + S
′(Φ) (5.3.30)
donde el término S′ incluye todas las otras (infinitas) contribuciones que no estamos consi-
derando explícitamente aquí. Estos incluyen campos de spin alto, de número de osciladores
N > 1, órdenes mayores en fluctuaciones, etc.
Por otro lado Senh(Φ) es la acción con la que vamos a lidiar y esperamos que al aparecer
una dependencia en los módulos luego de desarrollar en Fourier pueda reproducir todos los
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Como se ha enfatizado, los diferentes términos en esta acción han sido expresados en tér-
minos de los campos introducidos arriba. Tales dependen de las coordenadas compactas Y
y por lo tanto pueden ser expandidos en modos. La integración sobre Y producirá una ac-
ción efectiva en d dimensiones espacio-temporales. En la próxima sección realizaremos esta
expansión en modos e integraremos las coordenadas compactas, pero antes de presentar tales
cálculos discutamos primero la estructura general y el tipo de información que esperamos que
contenga.
Volvamos a recordar que los campos originados en reducciones KK de D = 10, i.e.
Gµν , Bµν , ϕ,MÎ,J̄ , A
J ≡ (AĴµ, AJ̄µ), requieren una expansión en modos con el constrain L2 = 0,
mientras que los campos Aµ,MI , asociados a los aumentos de simetría, requieren 12L
2 = 1.
Parece poco natural indicar qué tipo de restricciones imponer en cada desarrollo en modos.
Sin embargo, tales restricciones (LMC) pueden ser aplicados via multiplicadores de Lagrange
en el Lagrangiano. Entonces, si indicamos con φN (x,Y) un campo tal que su expansión en
modos debe ser restringida a 12L




IφN (x,Y) = −
1
2
(∂2L − ∂2R)φN (x,Y) = 1−N. (5.3.32)
En los casos considerados aquí N = 0, 1 indexan el número de índices Left. Claramente, la SC
de DFT (ver [1, 11]) no puede ser satisfecha si el fenómeno de aumento de simetrá es tenido
en cuenta.
El factor 12(η
JI −HJI) actua como un proyector O(rl, r) covariante.
Si mantuviesemos los modos cero notaríamos que las primeras dos filas en (5.3.13) son
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reproducidas con gµν = G
(0)
µν ,MÎJ̄ = M
(0)
ÎJ̄
, etc. Sin embargo, una acción no trivial aparece
debido al producto estrella ? siempre que modos no nulos entren en juego, y esto ocurre para
los asociados a los campos que dan lugar al aumento de simetría. Daremos una discusión más
detallada de esto en la próxima sección. Además, los diferentes términos de la acción están
definidos como
Fµν = 2∂[µAν] + igAµ ? Aν + 2gA
I
[µ ? ∂IAν]
F Iµν = 2∂[µA
I
ν] + g∂




ν] + ∂KA[µ ? ∂
IAKν]
]












HIJ + g∂IAµ ? MJ + ig
[
Aµ ?HIJ + 2∂KAµ ? ∂(IHJ )K
] (5.3.34)
(donde g = 1√
α′
) generalizando (5.3.7) y LAµ es la derivada de Lie generalizada usual cons-
truida con el vector Cartan AIµ, i.e. queda
LAµHIJ = AKµ ∂KHIJ +HK(I
(
∂J )AKµ − ∂KAJµ
)
. (5.3.35)
Los términos entre corchetes darán lugan a contribuciones al sector masivo de la teoría, más
aún, los términos con dos derivadas en ellos reproducen amplitudes de orden α′ superiores y
son fundamentales para que se reproduzcan multipletes masivos. Esto se analizará en detalle
en el siguiente Capítulo.
Finalmente, la tres forma H es definida como
H = dB + F I ? ∧AI + F ? ∧A. (5.3.36)
Siempre que aparezca un producto de campos debe ser usado el producto estrella ?. La
métrica generalizada debe ser expandida en término de sus fluctuaciones.
Analicemos porqué, en nuestra construcción, hemos usado la palabra “efectiva”. Todos los
campos que consideramos contienen modos que son no masivos para algún valor específico de





(x) ocurre siempre, mien-





(x) se vuelven no masivos en algún punto Φ0 para momentos
en Ǧ(Φ0)nc (ver (5.3.22)). Estos son los modos que participan en el proceso de aumento de
simetría. Al acercarse a un punto Φ0 del espacio de módulos el espectro de modos livianos se
incrementa agregando nc muy poco masivos de Ǧ(Φ0)nc , el resto de los campos tienen masas
del orden de la escala de la cuerda. Más aún, al moverse a algún otro punto fijo Φ1 otro
conjunto de modos (pueden ocurrir intersecciones) en Ǧ(Φ1)nc se volverán livianos9. Por lo
tanto, la acción (5.3.31) puede ser expandida como
Senh(Φ) = Slight at Φ0(Φ) + Sheavy at Φ0(Φ) = Slight at Φ1(Φ) + Sheavy at Φ1(Φ) = . . . (5.3.37)
9Siempre habrá modos que se mantengan muy masivos, como por ejemplo G(L)µν (x) con L 6= 0.
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La primera (segunda) expansión es conveniente cuando Φ está cerca de Φ0 (Φ1). En este caso,
a bajas energías, el segundo término en la acción (y también S′ arriba), contiene estados muy
masivos (orden α′−1) e interacciones de ellos con estados livianos, y por lo tanto no contribuye.
Por lo tanto solo nos quedaríamos con una acción efectiva Seff (Φ ≈ Φ0) de bajas energías
Seff (Φ ≈ Φ0) = Senh(Φ ≈ Φ0) = Slight at Φ0(Φ ≈ Φ0) (5.3.38)
y análogamente para Φ ≈ Φ1 etc. En Φ = Φ0 todos los campos en Seff (Φ0) se vuelven
no masivos y la acción efectiva debe reproducir (5.3.5) con grupo de gauge GL × U(1)rR. El
producto ? juega un papel crucial en la reproducción de las constantes de estructura no-
Abelianas. Al moverse fuera de Φ0, la simetría de gauge debería romperse, generalmente, a
U(1)r+16L × U(1)rR y Seff (Φ ≈ Φ0) debería contener estados físicos masivos y no masivos
transformando correctamente bajo el grupo Abeliano.
Para finalizar esta sección comentaremos que Senh(Φ) parece codificar algo de información
relevante sobre estados masivos. Discutiremos esto explícitamente con un ejemplo en 6.2, en
la cual mostraremos que en un punto fijo particular, el primer nivel masivo se organiza en la
representación correspondiente (la que ocurre en cuerdas) del grupo de simetría en cuestión
(que en ese caso es SU(3)). Esto es altamente no trivial ya que la representación, distinta de la
adjunta, que arman (en el Lagrangiano) contiene constantes a reproducir no-triviales. Además
veremos también que ocurre un mecanismo tipo “Goldstone” de tal manera que exáctamente
las polarizaciones adecuadas (las que cuerdas predice) son las que arman la representación,
mientras que los grados de libertad ortogonales a dichas polarizaciones son absorbidos con el
fin de proveer los grados de libertad de una representación masiva.
5.4. Acción para modos GKK y el Aumento de Sime-
tría
En esta sección realizaremos el desarrollo en modos de la acción presentada anterior-
mente en términos de los modos GKK. Para poder hacerlo, necesitaremos conocer bien que
propiedades tiene el producto ?, por lo cual lo computaremos sobre los campos. Finalmente
integraremos sobre las coordenadas internas Y con el fin de obtener una acción efectiva d
dimensional dependiente de los módulos. En particular mostraremos que luego de integrar los
modos masivos, los modos GKK no masivos en el punto autodual darán lugar a la acción con
simetría de gauge aumentada (5.3.13).
El producto ?
El producto ? que estamos considerando es el que introdujimos en la Sección 5.2. Este
fue definido sobre campos que dependan de las coordenadas dobles Y. Si aplicamos éste sobre
producto de campos ψN (x,Y) (la N representa la cantidad de osciladores que tienen sus
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modos GKK en cuerdas) obtenemos










Vemos que a nivel modos, el producto ? se traduce en una fase l1 · l̃2 = p1mp̃2m + p1I p̃I2 la
cual depende del momento KK del primer campo l1 y el winding l̃2 del segundo (ver (C.1)).
A su vez, la fase se descompone en una suma sobre dos términos, siendo el primero sobre
la red interna y la segunda sobre las direcciones internas de la Heterótica. Esta última está







en términos de los pesos P de Spin(32)10 y EIJ = GIJ +BIJ .
La prima en la sumatoria sobre modos indica que la LMC debe ser impuesta sobre cada
L según corresponda, i.e. 12L
2
i = 1−Ni (i = 1, 2).
Ahora que tenemos una expresión explícita para el producto ? podemos analizar que
propiedades tiene. Este análisis resulta bastante útil para poder descomponer rápidamente en
modos GKK la acción y entender como se generan las constantes de estructura de los grupos
de gauge cuando hay aumento de simetría.
Empecemos diciendo que ? es asociativo11 y probémoslo. Para hacerlo, definamos los
modos de Fourier del producto ? entre dos campos: expandiendo en modos tenemos que



































es la definición del modo de Fourier de (φ1 ? φ2)(x,Y). Con esto presente, probemos la aso-
10Todo el tiempo nos referimos al Spin(32) pero también es válido para E8 × E8.
11Y menos mal, porque sino deberíamos haber especificado todos los paréntesis en la acción (5.3.31)
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ciatividad














































= φ1(x,Y) ? (φ2 ? φ3)(x,Y) . (5.4.5)
Ahora que sabemos que ? es asociativo, analicemos el producto de tres campos















iπl1·l̃2eiπ(l1+l2)·l̃3 ≡ ±1. (5.4.7)
y la igualdad a ±1 se tiene por ser l y l̃ enteros. Estas f̃L1L2L3 se transformarán en las
constantes de estructura cuando los Li sean no-masivos, es decir, en un punto fijo del espacio
de módulos.
Supongamos ahora que integramos sobre las coordenadas internas Y (como eventualmente
ocurrirá en nuestro Lagrangiano), entonces encontraríamos que L = L1 + L2 + L3 = 0 pues
la exponencial lo impone. Esto no es otra cosa que conservación de momento interno doble.









Veamos que propiedades tienen estas constantes ante permutaciones de sus índices, cuando





















L23 = −eiπ(N1+N2+N3)f̃L2L1L3 (5.4.9)
donde hemos usado que L1 + L2 = −L3. Análogamente, se obtiene una fase similar si inter-
cambiamos 2↔ 3.
Si estuviesemos mirando el producto de tres campos con Ni = 0, por ejemplo tres A(x,Y),
entonces las constantes f̃L1L2L3 serían completamente antisimétricas al permutar cualquiera
de sus índices. Vale aclarar que esto es cierto sin importar si los índices de las f̃L1L2L3 se
refieren a estados masivos como no-masivos.
Además, si se analiza el caso cuando el producto de tres campos es con Ni = 1, vemos que
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si se están mirando los modos no-masivos esta fase es siempre irrelevante (es igual a uno).
Por lo tanto, para todos modos (cero) que dan lugar a supergravedad esta fase es irrelevante
y el producto ? se reduce al producto usual.
Ahora que hemos ganado intuición con el producto ? analicemos las diferentes contribucio-
nes a la acción (5.3.31) en las siguientes secciones. Haremos explícitamente la integración en
las coordenadas internas para encontrarnos con la acción efectiva y probar que efectivamente
interpola entre distintos puntos del espacio de módulos.
Término Cinético de Vectores
Empecemos análizando
∫
ddxdY Fµν ?Fµν ya que de aquí veremos como aparece explícita-
mente el aumento de simetría. Veremos al final que lograremos reducirlo al primer término de
la tercera fila de (5.3.13) en un punto fijo del espacio de módulos. Definamos la componente




Usando los resultados de la sección anterior sobre ? encontramos que:

















donde, L3 = L − L2 por la integración, se ha definido (de manera sugestiva) una nueva
constante con índice doble f̃L−LI como
f̃L−LÎ = lÎ(Φ), f̃L−LĪ = lR,Ī(Φ). (5.4.12)
donde recordemos que éstas provienen de los términos con derivada ∂I en (5.3.33), ya que las
derivadas al actuar sobre las exponenciales de los desarrollos en GKK “bajan” los momentos
internos. Estas constantes dependen de los módulos, por lo que mismo F (L)µν lo hace.
Comencemos a variar los módulos de modo que nos encontremos en un punto fijo de los
mismos, es decir Φ = Φ0. En esta situación deberíamos encontrarnos con tensores de gauge
de una simetría no-Abeliana. Si nos quedamos solo a bajas energías (integramos los modos
masivos), entonces solo deberíamos mirar los modos cero AI(0)µ ≡ AIµ(x) que dan lugar a los
vectores tipo Cartan; y deberíamos quedarnos además con P̌ ∈ Ǧnc(Φ0) en las sumatorías. Si
realizamos la siguiente identificación
A(Li)µ ↔ Aα
(Li)
µ , −A(−Li)µ ↔ Aα
(−Li)
µ , (5.4.13)
donde los momentos Li son los que están en correspondencia uno a uno, en cuerdas, con raíces
positivas αi ≡ α(Li), i = 1, ..., nc2 , (y −Li con −αi ≡ α
(−Li)) del grupo de simetría aumentado,
12La integral está normalizada de tal manera que el volumen sea 1 y hemos usado que∫
d2nYei(PM+QM )YM = δ2n(PM + QM ) ,
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podemos ver que los FLiµν son iguales a los Fαiµν , siempre que identifiquemos también
fL1L2L3 ↔ fα(P̌1)α(P̌2)α(P̌3) , f−L1−L2−L3 ↔ −fα(P̌1)α(P̌2)α(P̌3) (5.4.14)










































= f−α1α2α3 = −fα1−α2−α3 son exáctamente las constantes de es-
tructura de tres raíces13; además se han anulado las f̃L−LĪ = lR,Ī(Φ0) = 0 por estár en un
punto fijo y las f̃L−LÎ = lÎ(Φ0) = α
(P̌) son exáctamente las constantes de estructura fα−αÎ en
la notación para el álgebra de Cartan-Weyl.
Por lo tanto, (5.4.15) se transforma en los tensores de campos de vectores de la simetría
de gauge aumentada para el punto fijo en cuestión14. Entonces, podemos escribir en el punto
fijo, lo siguiente
∫










donde el signo negativo de la primera igualdad proviene del porducto ? pero luego es reab-
sorbido por F−Lµν para dar lugar al correspondiente tensor de gauge en la siguiente igualdad.
En conclusión hemos conseguido corresponder nuestro término del la acción con el primer
término de la tercera fila de la acción (5.3.13).
Para completar el tensor de gauge no-Abeliano falta la componente de Cartanes, i.e. el
segundo término de la misma fila que el anterior. Éste es reproducido por HIJ ? F Iµν ? FJµν
en (5.3.31) ya que al estar concentrados en solo los modos GKK no-masivos se reduce a











donde recordemos nuevamente que fα(P̌)α(−P̌)
Ī = 0 para modos GKK no-masivos.
En conclusión, hemos mostrado que sobre algún punto fijo el término “cinético” de los
13Notar que, el qué necesariamente queden tres raíces en las fL1L2L3 se debe a tipo de desarrollo
en modos que hemos hecho y a la conservación de momento que impone la integración. Además
notar que trivialmente conseguiríamos las constantes adecuadas ya que la fase de la cual provienen es
exáctamente la fase proveniente de los cociclos en cuerdas que da lugar a las constantes de estructura
del grupo de gauge aumentado
14Recordar que para ello hemos integrado todos los modos masivos que aparecian en la sumatoria
en modos GKK.
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vectores se reduce a exáctamente al de uno con simetría de gauge no-Abeliana. Para mostrar
que efectivamente esa simetría está presente en nuestra acción tenemos que mostrar aún varias
cosas más: Los términos de masa deben anularse, los escalares no-masivos deben transformar
en la adjunta del grupo de gauge no-abeliano, etc. En las siguientes secciones iremos mostrando
cada una de estas cosas. En la siguiente sección analizaremos el mecanismo de Higgs que
aparece al moverse del punto fijo.
Caso del grupo de gauge de la Heterótica
Hagamos un breve comentarion sobre el grupo de gauge de la Heterótica, el cual debe estar
presente incluso cuando no hay ninguna compactificación, i.e. en D = 10. Las coordenadas
internas de la Heterótica se pueden pensar como una compactificación en un punto fijo, es
decir, que siempre está con la simetría aumentada, por consistencia interna de la teoría. En
este caso L ≡ lL siempre es Left y lI = P I son las componentes de las raíces de Spin(32), i.e.
P = (±1,±1, 0, . . .) donde el subrayado indica permutaciones.
Por lo tanto, (5.4.16) se transforma en el término cinético de Spin(32) para los campos
cargados y Eq.(5.4.17) con I = 1, . . . 16 da lugar al equivalente para Cartanes. Al combinarse
arman lo necesario para obtener el grupo de gauge de la Heterótica. Más aún, junto a las
primeras dos filas de (5.3.31) arman la teoría efectiva de bajas energías en D = 10 (el resto
de los términos no están presentes al no haber compactificación). Vale aclarar que, incluso
cuando haya compactificación, el grupo de la parte Heterótica siempre esta presente15 por lo
mencionado al principio.
Término Cinético de Escalares
Ahora la idea es mostrar que en los puntos fijos los términos cinéticos de escalares rearman
la derivada covariante de simetría de gauge no-Abelina. Siguiendo pasos similares, podemos
escribir ∫
































− 2iglRJ̄A(L)µ + . . .
la transformada de Fourier de la primera ecuación de (5.3.34) con L3 = L − L2. Hemos
expandido HIJ en fluctuaciones y además hemos usado que (H̄IJ − ηIJ )LJ = (0, 2 lRĪ). Los
puntos suspensivos indican términos que contienen modos masivos AI(L3)µ .
15Si se prendiesen las lineas de Wilson esto debería cambiar.
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Movámonos hacia un punto fijo Φ0, y quedemonos con P̌ ∈ Ǧnc(Φ0) para hacer contac-
to con la derivada covariante de escalares en dicho punto. Hagamos además las siguientes








Con esto hecho, se obtiene (5.3.9), es decir la derivada covariante para escalares cargados, y
por lo tanto el segundo término de la tercera fila de (5.3.5) es reproducido. Ahora, del término
1
8DµH
IJ ?DµHIJ en (5.3.13) para los modos M (Li)ÎJ̄ puede leerse






























del cual, al mirar solo los modos no-masivos, que resultan siempre ser M (0)
ÎJ̄
los últimos dos
términos desaparecen, y producto de las identificaciones realizadas, la derivada covariante
para escalares tipo Cartan (5.3.8) es reproducida. El cuarto término de la segunda fila en
(5.3.5) es reproducido.
Potencial Escalar y otros Acoplamientos
Términemos esta sección haciendo un comentario sobre el potencial escalar en la Heteró-












J ? MJ ? M
I +O(M4), (5.4.21)
no aparece ningún potencial a tercer orden en los campos. Resulta ser O(rL, r) invariante y
reproduce las interacciones de estados masivos dadas por amplitudes de scattering en cuer-
das16.
Es sabido que para escalares no-masivos debe haber un potencial a cuarto orden (un
orden más alla de nuestro análisis) como se muestra en [46]. Si expandimos nuestro potencial
en fluctuaciones, por ejemplo en el primer término de arriba, veremos que aparecen términos
a cuarto orden en un punto fijo de la forma:
∑
α fIα−αfJ−ααMIĪMJĪMαK̄M−αK̄ , el cual es
parte del potencial que debe aparecer para escalares no-masivos.
Si quisieramos tener el potencial completo tendríamos que agregar más términos en (5.3.31),
a saber, todos de cuarto orden, como por ejemplo ∂IφĪ ?∂IφĪ ?φJ̄ ?φJ̄ entre otros. Este análisis
no se ha realizado y puede ser parte de futuras investigaciones.
Para finalizar, nuestra acción (5.3.31) contiene un término que acopla a escalares y vectores
MI ?F
µν ?F Iµν . En un punto fijo, éste da lugar al último término de (5.3.13), y de hecho, fuera
del punto fijo también está presente (no se anula) dando lugar a los acoplamientos adecuados
entre escalares y vectores masivos con vectores U(1)R no-masivos.
16Tales fueron computadas en [45]
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5.5. Mecanismo de Ruptura/Aumento de Simetría
En esta sección veremos más explícitamente la acción fuera de puntos fijos. Veremos como
la simetría se reduce a una Abeliana, donde cada estado transforma con su carga correspon-
diente, las masas de los estados y analizaremos la ruptura de simetría a través del espacio de
módulos.
Al final de la sección veremos un ejemplo explícito, el aumento de simetría a SU(3) cuando
solo dos dimensiones son compactificadas. Encontraremos algo fascinante, cuando se miran los
estados masivos del primer nivel de masa se ve que estos se organizan en una representación
del grupo. Esto es algo altamente no tivial pues los estados que la organizan provienen de
desarrollo en modos GKK de campos diferentes (diferentes LMC y osciladores) e incluso ne-
cesitan ser descompuestos en polarizaciones específicas, ya que no todos los grados de libertad
en ellos arman esa representación. Las polarizaciones ortogonales pasan a ser absorbidas por
estados masivos para completar su representación, tal y como ocurre en cuerdas.
La Masa de los Vectores
La idea del aumento de simetría no podría estar completa si no probáramos que en nuestra
acción (5.3.31) los estados que participan aparecen con términos de masa que, además de
coincidir con los de cuerdas, se anulan en los puntos fijos.
Si miramos (5.3.31) no se observa a simple vista ningún término que se vea “tipo” masivo,
es decir, que al desarrollar en modos GKK e integrar de lugar a términos de dos campos
para vectores (sin derivadas espacio tiempo). No obstante, aparecen términos de masa y estos








































donde los puntos suspensivos indican todos los otros términos que aparecen luego de hacer las
distributivas y donde además hemos usado el resultado de cuerdas m2A = 2l
2





para la masa de los vectores cargados.
Varias cosas deben ser comentadas. Primero notemos que las masas provienen del mismo
sitio del cual aparecen las masas en una teoría con ruptura espontánea, i.e. de los términos
cinéticos de los escalares. Solo que aquí, quien juega el rol de VEV es el espacio interno via
el background H̄IJ . De esta manera, en puntos genéricos del espacio de módulos la simetría
es simplemente U(1)rL × U(1)r, pero al moverse a Φ = Φ0, para P̌ ∈ Ǧnc(Φ0) los vectores
se vuelven no-masivos y las derivadas covariantes aparecen dando lugar a un aumento de
simetría.
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Segundo, además de quedar explícitamente la fórmula de masa, deberían quedar bien
normalizados los términos cinéticos, pues es el polo quien debe quedar en su lugar correcto.










































que no es otra cosa que el lagrangia de Proca con signatura (−+++...) (con una normalización
global diferente) de un vector con masa mA.
La masa de los vectores Cartanes puede obtenerse de manera análoga y proviene de la
“derivada covariante” DµHIJ via la LAµ en ella.
Bosones de Goldstone
Cuando los escalaresM (L)
J̄
pasan de ser no-masivos a masivos ocurre que no todos ellos son
grados de libertad físicos. En cuerdas esto se manifiesta via una anomalía de sus operadores
de vértice, la cual al ser cancelada impone una condición de polarización en ellos. En nuestro
Lagrangiano, sobre los puntos fijos, todos los grados de libertad aparecen. Por lo tanto, al
movernos deberíamos observar que alguno de ellos desaparecen, o como ocurre aquí, pasan
a ser absorbidos en otro grado de libertad que los necesite para completar su representación
masiva. En este caso se trata de los vectores A(L)µ (con el mismo L) quienes absorben de tal


































fue discutido en [45], esto indica que hay una combinacion de los Ī = 1, . . . , r = 10 − d
escalares, en este caso es lJ̄R∂µM
(−L)
J̄
17, que es absorbida por los vectores para completar su
representación masiva. De hecho, en un punto fijo Φ0 y para P̌ ∈ Ǧnc(Φ0) esta combinación no
esta presente pues lR = 0. Al moverse fuera de Φ0, lR 6= 0, y las nc combinaciones anteriores
(una para cada L que se vuelva masivo al romper el grupo) dan lugar a los grados de libertad
longitudinales de los nc vectores Aµ(L) que se vuelven masivos. Es decir, rearman el grado de
17Dicho sea de paso, este es exáctamente el grado de libertad que debe desaparecer de los operadores
de vértice de escalares para librarlos de anomalías (ver [27])












Masas de los Escalares
Siguiendo pasos similares a los realizados en la sección de Masas de Vectores, podemos







































el cual es el resultado esperado desde cuerdas. Coinciden con la masa de los vectores, lo cual
es esperable ya que prácticamente tienen el mismo vértice (uno tiene osciladores internos y el
orto externos).
Igual que antes es necesario chequear la normalización relativa al término cinético para














J + . . . (5.5.8)






















el cual no es otra cosa que el Lagrangiano de un escalar masivo (con una normalización global





Simetrías: T-dualidad y Gauge Abeliana
T-dualidad
No hemos mencionado nada sobre la T-dualidad. La acción (5.3.13) está escrita en un len-
guaje O(rL, r) via contracción de índices, por lo que uno podría estar tentado de pensar que
automáticamente es T-dual, sin embargo la presencia del producto ? podría romper esta sime-
tría. Probemos que, al incluir los momentos y windings, el producto ? no rompe O(rL, r,Z),
y como consecuencia la teoría es T-dual invariante.
Cada término de la expansión de Fourier contiene un modo indexado con P̌, el cual codifica
el momento y el winding (5.3.15) de dicho estado, y además aparece una exponencial eiL.Y
donde su exponente es explícitamente O(rL, r,Z) covariante.
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Sea una rotación h ∈ O(rL, r,Z), ésta mapea P̌ → P̌′ = hP̌ y por lo tanto produce
eiπl̃1l2φ(P̌1)(x)ψ(P̌2)(x) → eiπl̃′1l′2φ(P̌′1)(x)ψ(P̌′2)(x). Si P̌ satisface la condición LMC, entonces
también P̌′ lo hace, y por lo tanto, al sumar sobre los GKK en la expansión, ésta resulta
invariante.
Fue crucial para la demostración el sumar sobre todos los GKK de la expansión. Si hubie-
semos restringido nuestro análisis a un subconjunto de modos GKK, por ejemplo, a aquellos
en Ǧ(Φ0)nc , la rotación h nos sacaría de dicho subconjunto, i.e. P̌′ resultaría masivo en Φ018.
Terminemos diciendo, que desde ya, cualquier campo que contenga algún índice de O(rL, r)
debe aparecer contraído como de hecho ocurre.
Gauge Abeliana
Nuestra acción en puntos genéricos del espacio de módulos debe tener una simetría
U(1)rL × U(1)r. Por lo tanto, todos los estados masivos deberían transformar covariante-
mente ante esta simetría (ya que están cargados via winding y momento). Recordemos que




Φ(x)(L) → eigLIαI(x)Φ(x)(L) (5.5.10)
AIµ → AIµ − ∂µαI







Si miramos las ecuaciones (5.4.18) y (5.4.11) vemos que tienen exáctamente esta forma, tanto
los escalares como los vectores masivos.
Para ser mas explícitos, mostremos como transforman los campos masivos (cargados) ante
esta simetría






















donde se ha usado la conservación de momento L = L2 +L3. Es decir,F
(L)
µν es covariante ante
la simetría Abeliana, y por lo tanto, los términos de la forma F (L)µν Fµν(−L) que aparecen al
desarrollar en modos son invariantes U(1). Argumentos similares se aplican a las derivadas de
escalares, quedando así la acción desarrollada en modos invariante.
18La fórmula de masa es invariante solo cuando se transforman el background y momentos y win-
dings. En ese caso es P̌′ ∈ Ǧ(hΦ0)nc , quienes se vuelven no-masivos en el nuevo punto fijo hΦ0.
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Gauge No-Abeliana
En un punto fijo la simetría aumenta, y como hemos mostrado, después de integrar los
modos masivos y quedarse con los livianos, todos los grados de libertan transforman en al-
guna representación del grupo de simetría. Hemos dicho arriba, que si no integrabamos los
masivos, estos aparecen siempre transformando bajo la simetría Abeliana. Sin embargo, en
los puntos fijos éstos deberían organizarse entre sí en representaciones de la simetría de gauge
no-Abeliana.
Una pregunta factible sería si nuestra acción (5.3.31) puede reproducir esto19. Claramente
la respuesta es que en general no es posible, ya que en cuerdas los estados se organizan en
representaciones del grupo de simetría de tal manera que en la representación aparecen estados
con distinto número de osciladores. Nuestra acción solo tiene en cuenta estados con número
de oscilador N = 0, 1, y si queremos que todos los modos masivos rearmen una representación
tendríamos que incluir infinitos campos con sus respectivos desarrollos GKK a la acción.
Veamos rápidamente que esto ocurre en general: Sea G el grupo de simetría aumentado y
K = (kL, kR) con kR = 0, k2L = 2 la carga de gauge de un vector no-masivo A
(K)
µ de G.
Este vector tiene en cuerdas una corriente asociada J (K). Sea ahora Φ(L)(x) algún estado
masivo, de masa m(L), del cual queremos conocer su multiplete (es decir, con quién se mezcla
ante la simetría G) y supongamos además que es alguno que ya hayamos incluído en nuestra
acción, es decir 12L
2 = 1. En cuerdas, el OPE de su vértice con J (K) nos devuelve otro estado
Ψ(S)(x), donde S = (sL, sR) = L+K con la misma masa m(L) (sino no sería parte del mismo
multiplete). Además debe ocurrir que Ψ(S)(x) cumpla N̄s = N̄B + N̄F + Ẽ0 = 0 y su número






l2L − 1 =
1
2
s2L +Ns − 1 =
1
2
(L + K)2L +Ns − 1 =
1
2
l2L + lLkL +Ns.





Por lo que en general, aunque hayamos partido de los estados que incluimos, estados con
número de esciladores Ns diferentes se generan y por lo tanto tendríamos que haber agregado
estados con desarrollo en modos distinto, en general uno, donde la suma sea con la condición
δ(12S
2, 1−N), para cada valor posible de N .
No obstante, podemos analizar algún caso donde la representación masiva se arme usando
solo los estados con los que contamos, es decir, con N = 0, 1. Dicho caso será estudiado en
el próximo Capítulo, cuando analicemos el ejemplo de aumento de simetría al grupo SU(3)
en el T 2. Mostraremos que, para los primeros niveles masivos, efectivamente los estados se
organizan en el multiplete correspondiente, indicando que nuestra acción porta información
altamente no trivial sobre los estados masivos. La incorporación de desarrollos en modos GKK
y el uso del producto ? es tan fuerte que no solo produce el efecto de aumentos de simetría
19Al preguntarnos por esto ya estamos abandonando el concepto de acción efectiva de bajas energías
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en el sector efectivo de bajas energías de la teoría, sino que además parece tener el efecto
adecuado sobre el primer nivel masivo (cuando los estados involucrados son los que se han
tenido en cuenta) de tal manera de incorporarlos en multipletes de gauge adecuados.
5.6. Conclusiones del Capítulo
Motivados en los vértices de cuerdas, hemos desarrollado una acción con simetríaO(n, n,Z)
que incluye campos con distinta LMC, que pueden ser desarrollados en modos (GKK) en el
espacio Doble. Tal acción contiene un número infinito de campos (uno por cada modo GKK).
Al desarrollar en modos y realizar la integración de las coordenadas Dobles, la acción puede
separarse en dos partes: Una con estados no-masivos y otra con masivos.
La parte de la acción con modos no-masivos describe siempre el sector de bajas energías
de la Teoría de Cuerdas Heterótica. La acción depende de los módulos de tal manera que
al acercarlos a un punto de aumento de simetría, estados masivos en la acción se vuelven
continuamente no-masivos dando lugar así al aumento del grupo de gauge. De esta manera
se consigue pasear por todo el espacio de módulos y reproducir todos los puntos de aumento
de simetría. En el proceso la acción siempre puede separarse en dos partes como hemos
mencionado. Al conectar con alguna trayectoria en el espacio de módulos dos puntos de
aumento de simetría, ocurre un reordenamiento de los estados en cada una de las partes de la
acción: Estados masivos se vuelven no masivos y por lo tanto reescriben la parte de la acción
que los describe; y vice versa, estados no-masivos adquieren masa y por lo tanto van a parar
a la parte de la acción correspondiente a estados masivos.
En los entornos de los puntos de aumento de simetría, los estados que serán no-masivos
son lo suficientemente livianos como par influir en la fenomenología de bajas energías. La
acción interpoladora logra captar todos los acoplamientos de estos entre sí y con los estados
no-masivos de tal manera de reproducir las amplitudes de scattering de la cuerda. En el
proceso de de volverse no-masivos, los estados reproducen el mecanismo de Higgs cuerdoso
descripto ya en Capítulos anteriores.
Es fundamental en todo el desarrollo el hecho de que el espacio Doble no es el usual de
DFT. Como fue mostrado al comienzo del Capítulo, es necesario imponer una no-conmutatividad
en el mismo para poder incorporar en la teoría los efectos cuánticos de los cociclos. Sin esta
no-conmutatividad los acoplamientos del sector no-masivo (o directamente, de los estados
livianos) no serían reproducidos. Por lo tanto no podrían reproducirse los acoplamientos que
dan lugar a las constantes de estructura que a su vez sirven para reescribir la acción como inva-
riante de gauge, i.e. no sería posible reproducir la simetría de gauge no-Abeliana de los puntos
de aumento. Tal no-conmutatividad fue introducida via un producto ? sobre los campos de la
teoría como ha sido sugerido ya en [2–4], mostrando así la necesidad de los mismos.
En el próximo Capítulo veremos que la acción interpoladora tiene información no-trivial
sobre el sector masivo. Fuera de los puntos de aumento de simetría, se ha mostrado que la
simetría de gauge Abeliana está presente via derivadas covariantes. Pero en los puntos de
aumento de simetría los estados deberían organizarse en multipletes del grupo de gauge G, y
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deberían aparecer con derivadas covariantes apropiadas. Mostraremos que en algunos casos,
la acción interpoladora reproduce tales acoplamientos.
Capítulo 6
Representaciones Masivas
En el Capítulo anterior mostramos una acción que interpola entre los distintos puntos de
aumento de simetría, reproduciendo siempre el sector liviano de la Teoría de Cuerdas; incluso
el mecanismo de Higgs cuerdoso es reproducido al apartarse de los puntos de aumento. Tanto
en el Capítulo 2 como en el Capítulo 5 mostramos que fuera de los puntos de aumentos la
simetría Abeliana es preservada via derivadas covariantes apropiadas sobre el sector masivo.
Una pregunta que surge de manera natural es si el Lagrangiano propuesto para la interpola-
ción, además de describir bien a los estados que se vuelven masivos en los entornos del punto
de aumento, también logra describir “bien” a los estados masivos en el punto en cuestión.
“Bien” quiere decir aquí que en el punto de aumento de simetría los estados masivos se
agrupen en el Lagrangiano armando multipletes donde la derivada espacial de cada estado
aparece como derivada covariante del grupo G de aumento de simetría. De esta manera es
esperamos que de una expresión como

















para ciertos modos P los coeficientes f̃LL2L3 y fL3−L3I reproduzcan dos cosas simultáneamente:
Las constantes de estructura fabc del grupo G dando lugar al F aµν de gauge, cuando los
modos GKK corresponden a P ∈ Ǧ(Φ0) como fue ya mostrado en el Capítulo anterior.
Las constantes T aij que arman la representación en la que transformen estados masivos,
cuando los modos involucrados son P ∈ Ǧ(Φ0) y otros P 6∈ Ǧ(Φ0) masivos. Es decir,
F
(L)






cuando L 6∈ Ǧ(Φ0) y cuando solo uno de los momentos GKK L2 o L3 no está en Ǧ(Φ0)
pero si en el mismo nivel de masa que L, dando lugar así a los campos denotados como
Φi y Φj respectivamente. El momento restante debe estar en Ǧ(Φ0) para dar lugar a
campo denotado como Aaµ.
Es claro, como ya hemos mostrado, que no podremos describir “bien” a todos los estados
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masivos del Lagrangiano pues un número infinito de campos extras deberían de ser argregados
a la acción. Veremos en este Capítulo que existen casos donde la acción logra reproducir
exactamente las derivadas covariantes de algunas representaciones masivas, es decir da lugar
a los T aij exactos. Daremos un ejemplo concreto de esto en la sección 6.2 donde veremos el
caso de la compactificación de dos dimensiones al toro T 2 que da lugar al grupo de aumento
de simetría SU(3) y como los estados del primer nivel no masivo, correspondiente a masa 43α
′,
arman el multiplete de la 6 de SU(3). La derivada covariante de estos estados es reproducida
y para ello, el producto ? juega un papel fundamental.
En la siguiente Sección discutiremos en general como se construyen las representaciones
irreducibles (irreps) masivas, a partir de las corrientes Ja(z) de la teoría conforme que dan
lugar al grupo de gauge. De esta manera podremos saber que estados se mezclan entre si en
cuerdas via la acción del grupo G. Si el multiplete masivo contiene solo estados con osciladores
N = 0, 1 entonces la acción 5.3.31 los contendrá y podremos analizar si reproduce “bien” las
derivadas covariantes.
6.1. Construcción de Irreps Masivas
Cuando en la Teoría de Cuerdas aparecen corrientes Ja(z) cuyos modos satisfacen un








donde k es una constante y f cab las constantes de estructura de un grupo G, se puede realizar
una reescritura de la cuerda (como teoría conforme), en término de estas corrientes. Esta
construcción es conocida como construcción de Sugawara. Los puntos de aumento de simetría





donde α es cualquier raíz simple del grupo y I corre sobre el rango de G. Las JI(z) son las
corrientes tipo Cartan y las Jα(z) las tipo Cargadas. Como ya se mencionó a lo largo de
la Tesis, las Jα(z) están asociadas a aquellos estados que se vuelven livianos en el punto de
aumento de simetría, mientas que JI(z) son las asociadas a los U(1) siempre presentes en el
espacio de módulos.
Si tomamos cualquier estado de la Teoría de Cuerdas, su operador de vértice asociado será
producto directo de vértices externos e internos1. Si a la parte interna Left la representamos
por el vértice O(z) entonces podemos construirnos la repersentación irreducible en la que este
estado transforma a partir de las corrientes Ja(z). Físicamente se espera que como el operador
de masa m2 = p2 conmuta con Jα(z) (ya que pµ lo hace con toda la parte interna de Y I(z))
1Es decir, que dependen de las coordenadas externas de la cuerda Xµ(z) o internas Y I(z)
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donde en el OPE se ha tirado cualquier contribución de potencia en (z−w) que no contribuya
al polo simple. Los índices i, j corren sobre el multiplete en el que los Oi transforman ante G.




= f cabTc (6.1.4)
donde el conmutador es el usual para matrices.
Notar que si Oi fuesen los vértices de los propios vectores que se vuelven no-masivos en
un punto de aumento de simetría, i.e. Oi → Ja, entonces T aij = fabc.
Ejemplos en SU(3)
En teoría de Grupos usual, la representación puede armarse aplicando operadores de
bajada sobre el estado de peso máximo |Λ〉 (ver D.1). Cada operador de bajada está asociado
a una raíz simple del grupo. En la teoría conforme tales operadores son las corrientes J−α(z)
para α simple y positiva.
Veamos el caso G = SU(3), el cual ocurrirá como mostraremos en 6.2 para la cuerda
compactificada en un toro T 2. El grupo tiene dos raíces simples positivas (α1, α2) y rango 2.
Tomemos al estado de peso máximo dado por Λ = ω1, con ω1 el primer peso fundamental.
Éste debería armar la representación 3 del grupo. En efecto, si el estado de peso máximo viene
dado por el operador O1 =: eiΛ·Y (z) :, entonces el primer OPE no trivial2 con las corrientes es
J−α1(z)O1 =: eiα·Y (z) :: eiΛ·Y (w) :∼
1
(z − w)α1·Λ
: eiα·Y (z)eiΛ·Y (w) : (6.1.5)
y luego, como α1 ·Λ = 1 entonces el término del OPE que solo contiene el polo simple3 queda
J−α1(z)O1 ∼
: ei(Λ−α1)·Y (w) :
(z − w)
(6.1.6)
por lo que el siguiente estado en la representación es O2 =: ei(Λ−α1)·Y (w) :. A partir de este
la representación se construye de forma recursiva aplicando sucesivamente los operadores de
bajada. En este caso, el único OPE no nulo corresponde a
J−α2(z)O2 ∼
: ei(Λ−α1−α2)·Y (w) :
(z − w)
(6.1.7)
donde por lo tanto, el tércer estado O3 =: ei(Λ−α1−α2)·Y (w) :. Finalmente, los OPEs de O3
con los operadores de bajada dan cero, completando así la irrep del grupo. En diagrama árbol
quedaría como se observa en la Figura 6.1. donde se ven los tres estados del multiplete de la
2El OPE con J−α2(z) da cero, i.e. J−α2(z)O ∼ 0
3Al desarrollar la exponencial en potencias de (z − w) solo el orden cero contribuye
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Figura 6.1: Diagrama árbol de la representación 3 de SU(3). Las raíces en las flechas indican
que corriente de bajada tiene OPE no nulo con el estado. En cada nodo aparece el estado de la
cuerda del multiplete. Puede verse que aparecen estados con el mismo número de osciladores.
3 y donde además todos tienen la misma cantidad de osciladores (internos) N = 0.
Otro ejemplo útil para comprender mejor el resto del Capítulo es el caso de la irrep
simétrica de SU(3), es decir la 6, el cual involucra solo con osciladores N = 0, 1, es decir,
estarían incluidos en la acción (5.3.31). Ésta viene caracterizada por el estado de peso máximo
Λ = 2ω1. El esquema árbol de la representación se muestra en la Figura 6.2. Vale la pena seguir
la cuenta e ir analizando cada OPE para entender que sucederá con multipletes mayores.
El estado de peso máximo corresponde a O1 =: eiΛ·Y (w) :. El único OPE no nulo4 es con




: eiα1·Y (z)eiΛ·Y (w) :
=
: (1 + iα1 · ∂Y (w)(z − w) + ...)ei(Λ−α1)·Y (w) :
(z − w)2




donde nuevamente todo término en la expansión que no contribuya al polo simple es desechado.
Vemos entonces que O2 =: α1 · ∂Y (w)ei(Λ−α1)·Y (w) :. Varias cosas a esta altura deben ser
mencionadas
El estado obtenido tiene N = 1, es decir, ha aumentado el número de osciladores
respecto del estado original.
El producto α1 · Λ determina la cantidad de osciladores que aparecen en el estado
producto del OPE, ya que la exponencial debe desarrollarse para poder leer el polo.
El estado O2, aparece con una combinación muy específica de osciladores, i.e. aparece
con la polarización proporcional a α1. Si se calcula la anomalía conforme en el OPE
con el tensor de energía-impulso de la CFT, se encuentra que los estados de la forma
: C · ∂Y (w)eik·Y (w) : tienen un término anómalo proporcional a C·k
(z−w)3 , que solo es
anulado si C · k = 0. Esta condición deja al estado libre de componente de “estado
nulo”, ya que si C ∼ k entonces el estado : k · ∂Y (w)eik·Y (w) :=: ∂(eik·Y (w)) resulta
ser una derivada total de una corriente. Como ya mencionamos en el Capítulo 2, estas
polarizaciones son absorbidas por otros estados de la cuerda para completar así la
cantidad de grados de libertad necesarios del estado masivo en cuestión. Por ejemplo
aquí queda explícito que el estado nulo será absorbido por un estado en la 3 de SU(3). En
general, siempre deberá quedar una polarización física (libre de estados nulos) específica.
4Recordar que α2 ·Λ = 0, por lo que el OPE con J−α2(z) dará contribución puramente holomorfa.
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Figura 6.2: Diagrama árbol de la representación 6 de SU(3). Las raíces en las flechas indican
que corriente de bajada tiene OPE no nulo con el estado. En cada nodo aparece el estado de
la cuerda del multiplete. Puede verse que aparecen estados con distinto número de osciladores.
Aquellos que tienen un oscilador, aparecen con una polarización específica que resulta ortogonal
al momento que lleva la exponencial, dejando al vértice libre de anomalías.
En SU(3) no quedan muchas opciones ya que solo hay dos direcciones Cartan posibles
(en ∂Y I resulta I = 1, 2), pero en grupos mayores, por ejemplo para compactificaciones
de más dimensiones habrá más de una dirección física posible, pues la dirección nula
viene dada por k en la exponencial y las direcciones físicas distintas son todas aquellas
que sean ortogonales con kI y entre sí.
Continuemos con la construcción del resto de los estados en la 6. Hay que aplicar las corrientes
de bajada aO2, por lo que para eso conviene tener una expresión general del OPE de corrientes
con estados de este tipo : C · ∂Y (w)eik·Y (w) :. Sea entonces α una raíz del grupo, entonces
J−α(z) : C · ∂Y (w)eik·Y (w) :∼ (z − w)−α·k
(
: C · ∂Y (w)e−iα·Y (z)eik·Y (w) : + iα · C
(z − w)
: e−iα·Y (z)eik·Y (w) :
)
∼ (z − w)−α·k
(




CI − (C · α)αI
]
∂Y Iei(k−α)·Y (w) : +high spin
)
(6.1.9)
donde high spin indica todas las contribuciones en potencias de (z − w) positivas que a su
vez contienen mayor número de osciladores (mayor cantidad de ∂Y o de ∂nY con n ≥ 2).
Se observa que si α · k ≥ 2 entonces el polo de la expresión (6.1.9) contendrá estados con
más de un oscilador, i.e. N ≥ 2, por lo que se tratará de una representación masiva a la que
nuestro Lagrangiano del Capítulo 5 no podrá reproducir “bien”, ya que dichos estados no están
presentes en la construcción de la misma.
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Retomando las cuentas, queda entonces que el OPE de cualquiera de las corrientes con
O2 da contribución no nula. El proceso continúa de forma recursiva hasta que todos los OPE
den resultado nulo, obteniendo el diagrama de la Figura 6.2.
Polarización Física
Que el estado resultante O del OPE con la corriente quede con la polarización física
adecuada no es casualidad, de hecho se puede probar fácilmente que siempre resulta así: Si el
estado : C · ∂Y (w)eik·Y (w) : del cual desciende O es físico, entonces C · k = 0. Si el estado O
resultante del OPE 6.1.9 es aquel que tiene polarización, entonces es debido a que α · k = 1.
Luego, el estado O tiene una polarización
[
CI − (C · α)αI
]
y un peso k − α que satisfacen
[
CI − (C · α)αI
]
(kI − αI) = (C · k)− (C · α)− (C · α)(k · α) + α2(C · α)
= 0− (C · α)− (C · α)1 + 2(C · α)
= 0
es decir, la polarización con la que aparece O ya es física.
Si por otro lado, el estado O =: ε · ∂Y (w)eiµ·Y (w) : proviene de un estado sin osciladores
: eik·Y (w) : de peso k, entonces es debido a que en el OPE 6.1.5 resulta α · k = 2, ya que solo
así aparecerá un oscilador producto del desarrollo de la exponencial. El estado O obtenido
debe satisfacer µ = k − α y ε = α como se ve de 6.1.5. Luego
ε · µ = α · (k − α) = 2− 2 = 0
la polarización queda ortogonal al peso haciendo que el estado sea físico sin componente de
estado nulo.
En conclusión, no importa de que estado se parta, con o sin oscilador, siempre el descen-
diente queda sin componente de estado nulo: o no tiene polarización o si la tiene ésta queda
ortogonal al peso dejando al vértice libre de anomalías.
Antes de continuar con el análisis del alcance sobre el sector masivo veamos en detalle
que nuestro Lagrangiano interpolador del Capítulo 5 puede reproducir “bien” un ejemplo de
los mencionados, el caso de la simétrica de SU(3) que resulta masiva, cuando la cuerda es
compactificada en un toro5 T 2.
6.2. Aumento de Simetría a SU(3) en el T 2
Analicemos un ejemplo concreto de aumento de simetría y veamos como los estados del
primer nivel masivo arman el multiplete correspondiente en el Lagrangiano interpolador. Con-
sideremos una compactificación de dos de las dimensiones extras a un toro T 2 (Ver Figura ??).
5Podríamos empezar por el caso más simple de la compactificación de una dimensión a S1 que
da lugar a un SU(2), pero en este caso, como ya veremos, no habrá ningúna representación masiva
que contenga solo estados con hasta un oscilador, por lo que no serán alcanzados por el Lagragiano
interpolador.
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Los momentos generalizados son P̌ = (P I , p1, p2; p̃1, p̃2). En puntos genéricos del espacio de
módulos Φ = (g, b, A) cualquier valor de los momentos produce estados masivos. Los vectores
no-masivos provienen solamente de los modos cero AI(0)µ ≡ AI(0)µ , A1(0)µ , A2(0)µ , A1̄(0)µ , A2̄(0)µ los
cuales dan lugar al grupo de simetría Abeliano U(1)2L×U(1)2R×U(1)16. Si elegimos en cambio
Φ ≡ (g, b, 0), es decir, sin líneas de Wilson, un aumento de simetría aparece dando lugar al
grupo de la Heterótica de la siguiente manera: El conjunto Ǧ(Φ)480 = {P̌ ≡ (α; 0, 0; 0, 0)},
donde α ≡ (±1,±1, 0, . . .) son las raíces de SO(32), da lugar a vectores no-masivos nuevos
Éstos, junto a los Cartanes, dan lugar al nuevo grupo de simetría U(1)2L × U(1)2R × SO(32).
De la ecuación (5.4) se ve que fL−LI ≡ fα−αI = αI son las constantes de estructura correctas
para Cartanes y vectores cargados. El producto ? da lugar a las constantes de estructura entre
cargados (ver (5.4.11))






2(GIJ + BIJ) es la la métrica de Cartan-Weyl de SO(32) para I ≥ J y cero
en cualquier otro caso. Estas se corresponden exáctamente con las constantes de estructura
que reproducen el grupo (ver [7]).
Los puntos Φ ≡ (g, b, 0) pueden dar lugar a más aumentos de simetría para valores es-
pecifícos de g y b. El que analizaremos en particular6 en esta sección es el que da lugar a












Lo llamaremos “el punto SU(3)” pues solo cambia el grupo Left respecto del caso anterior.




(2p1 + p2 + p̃
1 + p̃2), l2L =
1
3




(2p1 + p2 − 2p̃1 + p̃2), l2R =
1
3
(p1 + 2p2 − p̃1 − p̃2), (6.2.5)
donde se ha tomado α′ = 1 por convención. Los valores de momento KK y winding que dan
lugar al aumento de simetría de SU(3) son
P̌0 = ±(0; 0, 1; 1, 1),±(0; 1, 0; 1, 0),±(0;−1, 1; 0, 1). (6.2.6)




L) = ±(1, 1),±(1, 0),±(0, 1). Estos últimos son las coorde-
nadas7 en la base de las raíces simples α1 = (
√




3/2) y satisfacen (ver







pero estamos analizando aquí el caso del SU(3) donde aparecen constantes de estructura no triviales
que provienen de los productos ?. En los otros casos los cociclos no jugaban ningún papel por lo que
son menos ricos en estructura.
7Los lmL son coordenadas de los vectores peso en la representación de raíces simples, es decir
128 Representaciones Masivas
Figura 6.3: Toro T 2. Cuando las lineas de Wilson son apagadas y la métrica y la 2-forma
interna son las de la ecuación (6.2.3) nuevos estados no-masivos aparecen aumentando el grupo
de simetría Left de la Heterótica de U(1)2 × SO(32) a SU(3)× SO(32)





mpm = 2. Los vectores no-masivos de SU(3) son indexados con
estos valores. Toda esta información esta presentada en la Tabla 6.1. En partícular la raíz
(1, 1) se corresponde con el peso máximo de la representación 8 (adjunta). Si juntamos todos
los vectores cargados, los de SO(32) y éstos, obtenemos
Ǧ(Φ0)480+6 = {(α; 0, 0; 0, 0);±(0; 0, 1; 1, 1),±(0; 1, 0; 1, 0),±(0;−1, 1; 0, 1)}.
el cual da lugar a una acción efectiva Seff (Φ0) con simetría U(1)2R × SU(3)L × SO(32).
Veamos ahora lo prometido: Analizar las contribuciones de los estados masivos de (5.3.31)
en el punto Φ0. Empecemos mirando el primer nivel masivo, el cual corresponde a una masa
α′m2 = 43 , la cual claramente es altísima y por eso no se tiene en cuenta en la teoría efectiva
de bajas energías.
Un estado que tiene esta masa es lL = (−23 ,−
4
3), y no es cualquier, sino que es el estado
de peso más bajo de la representación 6 simétrica8. Como fue explícado en la sección anterior,
usando las corrientes en cuerdas se puede encontrar el resto de los estados que llenan el
multiplete de la representación 6. Al hacerlo, encontramos estados, a los cuales los indexaremos
con (Λs, qR) donde Λs = (lL1s, lL
2
s), qR = (−23 ,−
1
3) es la carga Abelina right del U(1)
2
R, y




































) del grupo UR(1)
2 × SU(3).
Todos tienen la misma masa α′m2 = 43 como es de esperarse ya que deben transformar
en la misma representación. Lo que no comparten todos es el número de osciladores, por lo
que calculemos cuales son para cada uno: Como todos tienen la misma carga Right resulta
Λ = lmL αm donde αm es raíz simple. Por otro lado, los lLm = gmnl
m
L se corresponden con coordenadas
(Dynkin) en la red dual. Podríamos expresar esto en una base distinta, más familiar para quienes
trabajan en teoría de grupo, la base de los pesos. En esta base el estado de peso máximo de la 6,
Λ = 2ω1 queda con momento Left (l1L, l
2
L) = (2, 0).
8Y ( 23 ,
4
3 ) corresponde al de peso máximo de la 6̄.
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l2R =
2





















= p̃s.ps = 1−Ns (6.2.8)
y por lo tanto Ns = 0 para s = 1, 3, 6 y Ns = 1 para s = 2, 4, 5. Es decir, son estados con
los que estamos lidiando en nuestros desarrollos en modos GKK, ya que tienen número de
oscilador N = 0, 1. Los resultados anteriores se resumen en la Tabla 6.2.
Índice Dynkin (p1, p2; p̃1, p̃2) (l1L, l
2
L) N
±(1, 1) ±(0, 1; 1, 1) ±(1, 1) ≡ ±α3 0
±(2,−1) ±(1, 0, ; 1, 0) ±(1, 0) ≡ ±α1 0
±(−1, 2) ±(−1, 1; 0, 1) ±(0, 1) ≡ ±α2 0
2× (0, 0) (0, 0; 0, 0) (0, 0) 1
Tabla 6.1: 8(0,0)
r≡índice Dynkinl (p1, p2; p̃1, p̃2) (l1L, l
2
L) N






























Tabla 6.2: 6( 23 , 13 ) representation.
Resumen de los datos relevantes para las representaciones 6( 23 , 13 ) simétrica y 8(0,0) adjunta de
U(1)2 × SU(3). En ambas la primera columna indica los pares de coordenadas en el espacio de
pesos; la segunda indica los momentos KK y winding; la tercer columna indica los pesos en labase
de las raíces; la cuarta columna indica el número de osciladores necesarios para el estado..
Estos estados pueden ser vectores, escalares, etc. Como ilustración mostraremos lo que
ocurre con los escalares. Los estados con N = 0 corresponden a modos MJ̄(x)(Λs,qR) con
r = 1, 3, 6 en la expansión en modos GKK de MJ̄(x,Y) mientras que los estados con N = 1
corresponden a modos MJ̄m(x)(Λs,qR), con s = 2, 4, 5, en la expansión MJ̄m(x,Y). Es muy
importante notar lo siguiente: en el caso N = 1 , es decir MJ̄m(x)(Λs,qR) aparecen dos estados
m = 1, 2 para cada modo Λs pero solo uno es necesario para armar el multiplete. Por lo tanto,
uno espera que solo una combinación de ellos sea la que lo haga (ya mencionamos esto en la
sección anterior, donde vimos que la componente que no participa del multiplete corresponde
a un estado nulo). Los vértices correspondientes a9 M (Λs)
J̄m
tienen una condición de polarización





es decir, que el grado de libertad físico es aquel que es ortogonal a Λms . En conclusión la
combinación que buscamos es aquella ortogonal a Λms , mientras que la combinación Λms M
(Λs)
mJ̄
deberá desaparecer del Lagrangiano, por ejemplo, via absorción por parte de otro campo para
formar una representación masiva.
9A partir de ahora no copiaremos más qR por simplicidad en la notación. Además todos los estados
involucrados en este análisis comparten su valor de qR.
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Volvamos con nuestro análisis. El punto clave es mirar las derivadas covariantes de los
escalares en nuestro Lagrangiano (5.3.31), si éstas además de reproducir las correspondientes a
la representación 8 de para los no-masivos pueden, al mismo tiempo, reproducir la 6 habremos
mostrado que (5.3.31) porta información no trivial sobre los estados masivos. Para los modos
N = 0, es s = 1, 3, 6 y debemos mirar entonces la expresión (5.4.18). Resulta, al desarrollar
en modos GKK:

































donde solamente hemos mostrado los términos que acoplan con los vectores de gauge UR(1)2×
SU(3), los (. . . ) codifican todo el resto.
Por otro lado, para estados con N = 1, es s = 2, 4, 5, y de (5.4.20) resulta









































En ambos casos, el último término es el acoplamiento esperado con los vectores U(1)2R. Los
índices αl indexan los 6 vectores cargados de SU(3) en correspondencía con las raíces de
SU(3) donde α4 = −α1, α5 = −α2, α6 = −α3 (ver Tabla 6.1). Los Am(0)µ son los vectores
Cartan de gauge.
Antes de demostrar que las expresiones anteriores rearman la derivada covariante de es-
calares en la representación 6, recordemos que forma tiene tal derivada. Si tenemos un campo
escalar covariante Φs, su derivada se lee







donde Tαl y TI son las matrices de generadores cargados y Cartanes (respectivamente) co-
rrespondientes a la representación, en este caso la 6, de SU(3). Éstas se muestran (en la base
Cartan-Weyl) en el Apendice D.2.
Miremos el primer caso de (6.2.10) ara M (Λ1)
J̄
. Éste se lee10



























10Por simplícidad en la notación, definimos f̃ΛsαjΛr = f̃sαjr
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3). Calculando las f̃ usando el producto ?,

















nuestra derivada se corresponde exáctamente con a la forma de (6.2.12) ya que (Tα1)12 =
(Tα3)14 =
√





3 (ver (D.2.5)). Es decir, nuestra derivada reproduce
exáctamente la derivada covariante en la representación 6 para el primer escalar. De todas
maneras debemos mostrar, por consistencia, que el resto de las seis derivadas también rearman
(6.2.12).















como hemos mencionado previamente, seleccionan una combinacón específica para el grado
de libertad que transforma en la representación. Estas son exáctamente las combinaciones
ortogonales a Λs que esperamos de la condición física Λms M
(Λs)
mJ̄
= 0, es decir, la combinación
se hace via αl que cumplen αl · Λs = 0.
Sigamos con la derivada covariante para Φ2
J̄
. En el caso anterior hemos visto que combi-
nación de escalares lo produce. Por lo tanto debemos proyectar la derivada de los M (Λ2)
mJ̄
en















































Vemos que (T1)22 = 0, (T2)22 =
√
2
3 como es esperado de (D.2.5). También, calculando las f̃

















para así obtener (T−α1)21 =
√
2 y (Tα2)24 = (Tα3)25 = 1 (ver (D.2.5)). Ya habíamos definido
Φ4
J̄
en (6.2.14), por lo que prodríamos haber llegado a una contradicción, pero no fue el caso
ya que la misma combinación es la que se arma.
Resumiendo, para armar el resto de las derivadas covariantes tendremos que seguir defi-
11Con proyectar queremos decir lo siguiente: Este grado de libertad aparece en el Lagrangiano
contraído así DµM (Λ2)mJ̄ DµM
(−Λ2)
mJ̄












donde esperamos que el segundo término sea absorbido por algún otro grado de libertad para completar




























Todos los αl que aparecen contrídos con M
(Λs)
mJ̄
satisfacen αl.Λs = 0. Es decir, seleccionan el
grado de libertad físico de M (Λs)
mJ̄
ortogonal a Λs como se espera. Computando el resto de las
seis derivadas se encuentra total correspondencia con (6.2.12).
En conclusión, hemos mostrado que nuestro Lagrangiano (5.3.31) da lugar, al desarrollar
en modos GKK, al grupo de simetría SU(3), arma las derivadas covariantes de todos los
estados no-masivos (representación 8) y al mismo tiempo, arma las derivadas covariantes de
la representación 6 para los estados masivos (del primer nivel) correspondientes. Todo esto
está codificado via la no-conmutatividad y el desarrollo GKK.
Sobre Vectores Masivos. Como los vectores tienen el mismo desarrollo GKK que
los escalares, el mismo razonamiento aplicado anteriormente puede ser utilizado para ellos,
con el objetivo de mostrar que las derivadas covariantes de vectores masivos también se





→ Am(Λs)µ . Es decir, Asµ = A
(Λs)





mµ para s = 2, 4, 5
donde αl.Λs = 0. Además aquel que arme el grado de libertad de la representación satisface
Λms A
(Λs)
mµ = 0. (6.2.19)
Sobre la Ortogonalidad con Λs. Hemos dicho que tal condición proviene de cuer-
das. Más específicamente ocurre debido a que el OPE de estos estados con el tensor de energía-










mµ ), la cual al cancelarse la impone.
Por otro lado hemos mostrado que siempre podemos separar en el Lagrangiano las compo-
nentes físicas esperando que las ortogonales sean absorbidas. Por ejemplo, paraM (Λ4)
mJ̄
podemos









La segunda da lugar a Φ4
J̄
mientras que la otra no debería estar presente (análogamente para
vectores). El mismo razonamiento se aplica para s = 2, 4, 5.
Ahora recordemos que las primeras dos filas de (5.3.5) contienen modos masivos de los
gravitones y del Kalb-Ramond g(L)µν , B
(L)
µν . Ellos satisfacen L2 = l2l − l2R = 0 según su LMC.
Puede verse fácilmente, que el primer nivel masivo corresponde a tener masa α′m2 = 43 y se
corresponde con los pesos ±Λs para s = 2, 4, 5 y cargas qR = ±(−23 ,−
1
3) ante el U(1)
2
R.
Con esto en mente, el desacople puede ser entendido (ver [49]) de la siguiente manera: El
escalar Λs ·M (Λs)J̄ es “comido” por el correspondiente vector (su equivalente A
Λs
µ ) para adquirir
la polarización longitudinal de un vector masivo. Al mismo tiempo, el gravitón g(Λs)µν “come”
a este vector para volverse masivo con la cantidad correcta de grados de libertad. De hecho,
esto fue mostrado en el Capítulo 2 (y en [49]), donde veíamos que lo que ocurría era que el
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∂µ(Λs ·M (Λs)J̄ M
(Λs)J̄
m ) (6.2.20)
de tal manera que la proyección Λs ·A
′(Λs)









y el grado de libertad remanente As ∝ αl.A
′(Λs)
mµ , con αl · Λs = 0 satisface ∂µA
′µs = 0.
6.3. Irreps Masivas con hasta un Oscilador
Si queremos ver que el Lagrangiano interpolador puede reproducir “bien” los multipletes
masivos que contengan estados con hasta un oscilador debemos averiguar primero que repre-
sentaciones masivas en los grupos de aumento de simetría cumplen esta condición. Para eso
notemos que los OPEs (6.1.5) y (6.1.9) son todo lo que se necesita.
Podemos realizar el siguiente algoritmo: Partiendo de un estado de peso máximo Λ =∑
i niωi, con ni ∈ Z>0 caracterizado por el vértice O =: eiΛ·Y (z) : podemos utilizar (6.1.5) y
(6.1.9) para ir armando la representación. En el momento que aparezca en el OPE más de un
oscilador damos por descartada a la representación como candidata a ser una llena solo con
estados de hasta un oscilador. La condición para ver directamente del OPE cuando aparece
tal situación viene dada por el producto de la raíz de bajada aplicada al peso del estado (como
ya fue mencionado). Este algoritmo fue programado en Python3. Naturalmente el código es
recursivo.
El resultado que se encuentra al explorar distintas representaciones, es que aquellas que
tienen solo estados de hasta un oscilador son aquellas que vienen dadas por los siguientes
pesos máximos
Λ = ωj con j = 1, ..., n = rang(G). Son las llamadas representaciones unitarias, que
en el estudio del caracter de la la teoría conforme el resto de las representaciones se
desprende de ellas.
Λ = ω1 + ωj con j = 1, ..., n = rang(G). Notar que la simétrica Λ = 2ω1 está incluída
en este caso. También la adjunta Λ = ω1 + ωn.
Λ = ωn + ωj con j = 1, ..., n = rang(G). Estas son simplemente el “reflejo” de la
anterior. Tiene en común el caso de la adjunta y por supuesto la conjugada de la
simétrica Λ = 2ωn.
Es importante señalar que, para los grupos SU(n), hay una “cota” máxima sobre las posibles
representaciones masivas que tengan hasta un oscilador. Si el estado de peso máximo es
Λ =
∑
i niωi, con ni ∈ Z>0 y llegase a haber algún ni ≥ 2 entonces el OPE con J−αi daría
inmediatamente un estado con más de un oscilador, pues en (6.1.5) sería αi · Λ = ni ≥ 2,
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por lo que habría que desarrollar la exponencial a segundo orden. Por lo tanto, solo hay que
explorar 3rang(G) posibilidades.
Veamos ahora un argumento para entender porque aparecen estos casos. Primero mostre-
mos cuales no pueden aparecer. Para lograrlo iremos dividiendo la demostración en partes
hasta agotar posibilidades y quedarnos así con los mencionados arriba.
1. Si ni = 2 entonces nj 6=i = 012
Supongamos que no. Entonces ∃j tal que nj 6=i 6= 0. Si j > i, definimos α̃ = αi +αi+1 +
...+αj , la cual es raíz del grupo, por ser suma de raíces consecutivas. Luego aplicamos
la corriente de bajada J−α̃(z) al estado de peso máximo, usando (6.1.5)
J−α̃(z) : e





Como α̃ · (2ωi + njωj) = 2 + nj ≥ 3 entonces es necesario desarrollar la exponencial a
mayor orden y aparece más de un oscilador. Si hubiese habido más de un nj entonces
quedaría trivialmente la suma de ellos empeorando aún más la potencia y necesitando
así más osciladores.
Si i > j se defineα̃ = αj + αj+1 + ...+ αi y se procede igual que antes.
2. Si ni = 2 entonces i = 1 o i = rang(G).
Supongamos que no. Sea entonces sea α =
∑rang(G)
j=1 αj , la cual es raíz del grupo. Luego
aplicamos la corriente de bajada J−α(z) al estado de peso máximo : ei2ωi·Y (w) :, que
tiene esta forma ya que como mostramos arriba, si algún ni = 2 entonces es el único.
En efecto, usando (6.1.5) queda
J−α(z) : e
i2ωi·Y (w) :∼ : α∂Y (w)ei(2ωi−α)·Y (w) :
Finalmente, si al estado resultante le aplicamos la corriente de bajada J−αi(z) usando
(6.1.9) queda
J−αi(z) : α∂Y (w)e





Ahora si i 6= 1 o i 6= rang(G) entonces αi · (2ωi − α) = 2 y por lo tanto hay más de un
oscilador.13
3. No pueden, simultáneamente, ser no triviales más de dos nk. Es decir, a lo sumo Λ =
niωi + njωj para algún par (i, j) con ni,j ∈ {0; 1}.
Supongamos que no. Entonces en Λ =
∑
i niωi hay al menos tres ni ≥ 1. Sea, como
antes, α =
∑rang(G)
j=1 αj . Luego
J−α(z) : e





12Al menos uno, si hay más de uno la demostración vale igual como se ve fácilmente.
13En estos casos resulta αi · α = 0, si por el contrario i = 1 entonces αi · α = −1
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y como α ·Λ =
∑
i ni ≥ 3 resulta haber más de un oscilador en la representación. Ergo,
solo dos coeficientes pueden satisfacer 2 > ni ≥ 1.
4. Si Λ = niωi + njωj, con i 6= j y ni,j = 1, entonces i = 1 o i = rang(G).
Nuevamente, por el absurdo. Aplicamos J−α(z) definida arriba, al estado de peso máxi-
mo usando (6.1.5) y se obtiene el estadoO =: α·∂Y (w)ei(ωi+ωj−α)·Y (w). Luego aplicamos








El exponente α̃ · (ωi +ωj −α) puede calcularse fácilmente. Primero, notar que α̃ · (ωi +
ωj) = 2. Ahora, como i, j /∈ {1; rang(G)} por hipótesis, entonces por su definición
resulta α = a + α̃ + b, donde a =
∑i−1
k=1 αk y b =
∑rang(G)
k=j+1 αk son raíces del grupo.
Luego
α̃ · α = α̃ · a+ α̃2 + α̃ · b = −1 + 2− 1 = 0
Por lo tanto el exponente del OPE da como resultado 2, dando lugar así a estados con
mayor número de osciladores. Si i = 1 ∨ rang(G) entonces a = 0 ∨ b = 0 por lo que
α̃ · α > 0, y como resultado no se puede afirmar que se necesiten más osciladores. Ergo
i = 1 ∨ rang(G).
Con esta última demostración hemos agotado los casos posibles. Solo los tres casos ya
mencionados arriba quedan como candidatos a tener hasta un oscilador en la representación.14.
En el Apéndice D.3 se da una demostración de que en las representaciones dadas por el peso
máximo Λ = ωj , i.e. las unitarias, todos los estados de la irrep tienen el mismo número de
osciladores.
Mostremos ahora que las irreps de la forma Λ = ω1 +ωj tienen siempre hasta un oscilador.
Los estados en estas representaciones tienen pesos µ, los cuales vistos desde Teoría de Cuerdas
son los momentos Left internos. Estos pesos tienen una longitud dada por la métrica de
Cartan, pero más que su longitud nos interesa ver su longitud cuadrado µ2. Puede demostrarse
matemáticamente que tales irreps tienen solo dos posibles valores de µ2 calculadas sobre el
conjunto de pesos dentro de las mismas.





+ (N − 1)
Los estados que tienen distintos valores de µ2 deben compensar incrementando el número de
osciladores Left para mantener la misma masa. Por lo tanto basta ver cuánto puede variar como
mucho la longitud de los pesos dentro de la irrep. Sean µ2max y µ2min los valores de máxima




habremos terminado con la demostración. En efecto, si esto ocurre implica que el número de
14Notar que no hemos mostrado que cumplen con esta propiedad, sino que hemos mostrado que
representaciones no la cumplen.
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osciladores Left N (el cual cambia de a enteros) no puede variar en más de una unidad de
manera tal que la masa Left sea la misma.
Sea µmax = ω1 +ωj el peso máximo de la irrep y sea α = α1 + ...+αj una raíz del grupo.
Luego, el aplicando el operador de bajada de raíz α sobre el estado de peso máximo se obtiene





2 − 2α · µmax
= µ2max + 2− 4 = µ2max − 2
(6.3.1)
Por lo tanto, como este peso tiene longitud distinta al de peso máximo y en estas irreps solo
hay dos longitudes posibles, resulta este peso ser el de mínima longitud. Luego, se despren-
de automáticamente que µ
2
max−µ2min
2 < 2 se satisface mostrando así que estás irreps (y sus
conjugadas) tienen estados con hasta un oscilador.
6.4. Multipletes en el Lagrangiano
En esta sección mostraremos que el Lagrangiano interpolador logra reproducir todas las
derivadas covariantes de representaciones masivas caracterizadas por un peso máximo Λ =
ω1 + ωj o Λ = ωj + ωrang(G). Esencialmente repetiremos el mismo proceso que el mostrado
en el ejemplo del toro T 2 viendo como en general luego de seleccionar las polarizaciones que
dan lugar a los estados dentro de la irrep los acoplamientos resultantes dan lugar a los T aij
adecuados.
Analicemos primero los coeficientes de la expresión (6.2.10)
































Vale recordar, que por conservación de impulso, en las sumatorias solo aparecen aquellos
acomplamientos que satisfacen tanto la LMC como clausura de momentos Left y Right. Por lo
tanto, analizaremos cada término suponiendo que conserva impulso, de no hacerlo simplemente
no aparecería en la suma y no habría nada que probar.
Los últimos dos términos de esta expresión corresponden a la parte U(1), uno perteneciente
al grupo de simetría G aumentado y el otro a la parte Right siempre presente. Notar que según
esto, (TI)sr = δsrΛs,r siendo esta la expresión adecuada para los generadores.
El término proporcional a A(αl)µ αml M
(Λs−αl)
mJ̄
, selecciona sobre los grados de libertad de los
escalares aquel en la dirección αml con un coeficiente f̃ΛsαlΛs−αl . Vemos del OPE (6.1.8) que
si se parte de un estado “cargado” y se llega a uno con osciladores, este último debe aparecer
en la dirección del momento Left del cargado original.
Finalmente, un argumento similar al anterior se aplica para el término restante propor-
cional a A(αl)µ M
(Λs−αl)
J̄
, el cual se desprende del OPE (6.1.5) que aparece con el coeficiente
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adecuado.
Analicemos ahora las contribuciones provenientes de









































Lo primero a analizar es como descomponer a DµM (Λs)mJ̄ en direcciones físicas. Sea Cm una po-
sible polarización física para el escalarM (Λs)
mJ̄
dentro de las irreps en estudio, por lo tanto debe
suceder que C · Λ = 0. Al proyectar en la dirección de C deben armarse apropiadamente los
grados de libertad masivos que aparecen en la irrep. El primer término no trivial es el propor-
cional a A(αl)µ αml M
(Λs−αl)
J̄






Del OPE (6.1.9) vemos que en el caso de conservar impulso dando lugar a un estado sin
osciladores M (Λs−αl)
J̄
, el coeficiente resultante, además de la fase del cociclo, es el apropiado.
Los próximos términos a analizar corresponden a los de la segunda fila. Al proyectar con
























donde la igualdad vale pues C ·Λ = 0. Usando el OPE (6.1.9) notamos que el grado de libertad









La última contribución a analizar es la correspondiente a la parte Abeliana y ya fue
estudiada al principio de esta Sección.
Por lo tanto queda demostrado que las derivadas covariantes de irreps masivas de peso
máximo Λ = ω1 + ωj y sus conjugadas se arman correctamente en el Lagrangiano.
6.5. Simetría Oculta
La idea de que los modos de los estados en cuerdas se acomoden de manera extraordinaria
para armar multipletes de las simetrías en los puntos de aumento del espacio de módulos es
más que asombrosa. Se podría pensar que no es una simple casualidad, sino que la teoría posee
una simetría que se manifiesta de esa manera en los puntos de aumento, tomando la forma de
distintos grupos de gauge en el sector no-masivo. Ya hemos tenido evidencia de ello antes en
esta tesis, cuando mostramos que los flujos generalizados obtenidos en las compactificaciones
15Notar nuevamente que para que este término esté presente deben satisfacerse varias condiciones:
LMC y conservación de momento. Bajo estas hipótesis, el Tαl(Λs,(Λs−αl)) puede ser igual, a menos de la
fase del cociclo, a C ·αl (segundo término de la primera fila de (6.1.9)) o simplemente la fase (segunda
fila de (6.1.9)) donde el grado de libertad quede con la polarización adecuada. Por una cuestión del
LMC, no pueden estar presentes simultáneamente ambas contribuciones. De todas maneras, hemos
mostrado que de estar presente una de las dos, ésta queda con el coeficiente adecuado.
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de SS, a pesar de ser obtenidos fuera de los puntos de aumentos, seguían aún satisfaciendo un
álgebra. En esta Sección discutiremos una posible simetría presente en la acción interpoladora
del Capítulo anterior. Cabe resaltar que tal simetría aún no ha sido encontrada, es motivo de
investigación actual.
Para la motivación de su posible construcción conviene tener presente el ejemplo del
Apéndice D.4, el cual sirve como modelo de juguete al ser muy parecido al tipo de cosas
que aparecen en el Lagrangiano interpolador al desarrollar éste en modos. Cuando se mira
el Lagrangiano compactificado de D.4 es difícil ver una simetría presente, no obtante vista
en altas dimensiones resulta ser muy sencilla. Una idea posible para encontrar tal simetría
en nuestro caso podría ser encontrando un “uplift” del mismo a D = 10. Tal cosa no fue
encontrada hasta el momento, quizás debido a que la cuerda presenta algo diferente al resto de
las compactificaciones: La LMC. Esta impide que ciertos estados existan en altas dimensiones.
La otra posibilidad es escontrar alguna expresión parecida a (D.4.3) para nuestros campos en
el Lagrangiano interpolador. Esta última es la que presentaremos.
Notar que (D.4.3) mezcla infinitos grados de libertad. En cuerdas existe algo parecido en
la construcción de la Teoría de Campos de Cuerdas (SFT), donde el campo de la cuerda,
usualmente llamado Φ, presenta una transformación de “gauge”. Siendo Φ básicamente los
vértices de la cuerda, tal transformación luce similar a (D.4.3), al mezclar distintos modos
del campo Φ (es decir, estados de la cuerda) entre si, solo que de una manera increíblemente
más compleja. La transformación propuesta para nuestro Lagrangiano será similar, donde en
lugar de Φ serán utilizados los campos generalizados tipo Cartan y Cargados presentados
anteriormente16.
Una de las cosas que pueden utilizarse como guía para construir la transformación es
que la misma debe reducirse para ciertos valores de los parametrós a la transformación de
gauge del punto del espacio de módulos en cuestión. Es decir, si la transformación depende de
parámetros α = α(x,Y) y αI = αI(x,Y) (tipo Cargado y Cartan respectivamente) debería
ocurrir que cuando se eligen no-nulos ciertos modos de los mismos (llamemosle modos “no-
masivos”) los campos de la teoría transformen según la simetría de gauge que corresponda al
punto del espacio de módulos. Esto es exactamente lo que sucede en el modelo de juguete de
D.4.
Además hay que tener presente que nuestra construcción tiene una limitación: el número
de grados de libertad. A diferencia de SFT no contamos con todos los grados de libertad de
la cuerda, y por eso es esperable que la transformación propuesta cierre a menos de términos
que involucren estados con más número de osciladores. Como hemos probado en la Sección
anterior, no todas las irrep masivas están completas, solo aquellas que tienen estados de la
cuerda con hasta un oscilador. Es por lo tanto razonable esperar, que nuestra propuesta de
simetría deje invariante la acción a menos de términos que serían cancelados por contribuciones
provenientes de campos con más osciladores de ser agregados estos a la acción.
A continuación, en las siguientes subsecciones presentamos una propuesta para la simetría
16Después de todo, estos campos no son muy diferentes del campos de la cuerda, de hecho fueron
construidos a partir de los operadores de vértices presentes en la teoría, igual que Φ.
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en cuestión.
6.5.1. Sector de Vectores
Empecemos por aclarar que tanto en este Capítulo como en el anterior fueron analizados
los aumentos de simetría teniendo en cuenta el sector de escalares y vectores del Lagrangiano.
Es decir, nunca fue tenido en cuenta el sector masivo de gravitones, dilaton y Kalb-Ramon. Sin
embargo, si uno quiere tener en cuenta las transformaciones de DFT es necesario que cierta
combinación entre el F Iµν y el Kalb-Ramon bµν esté presente para que todo resulte covariante.





donde vemos que involucra necesariamente modos masivos del Kalb-Ramon, usualmente de-
notandolo BIµν = ∂Ibµν . Por lo tanto podríamos pensar que en cada lugar donde fue escrito
F Iµν podemos escribir BIµν .
Miremos de nuevo los términos para los tensores de campos de los vectores tipo Cartan y
Cargados presentados anteriormente17























Definamos una notación útil, vamos a dividir todo en dos partes de aquí en más: una que






definimos F I = F IDFT + F
I
c , donde F IDFT contiene todos los términos que no involucren
cargados y F Ic contiene todos los términos que involucren al menos un cargado. Idem con
DI = DIDFT +D
I
c .
Analicemos como transformarían los términos en el Lagrangiano que involucran cinética
de vectores. Empecemos por





donde hemos eliminado la contribución HIJDIcDJc pues contribuye a orden cuártico en los
campos.
Veamos ahora las transformaciones de gauge sobre los campos
δΨ = δDFTΨ + δcΨ (6.5.5)
17Hemos agregado ahora al Fµν un término AIµ ? AIν , que no contribuye al sector no-masivo, pero
parece ser necesario por las transformaciones que propondremos.
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donde δDFT son las transformaciones presentes ya en DFT y δc aquellos términos en la trans-
formación del campo correspondiente que involucren campos o parámetros de gauge cargados,






= δHDDFTDDFT + 2HδDFTDDFTDDFT
+ 2HδcDDFTDDFT + 2H(δDFTDDFT )Dc + 2HDDFT δDc
(6.5.6)
Varias cosas deben ser tenidas en cuenta para seguir. Primero, al orden considerado δH =
δDFTH, pues las transformaciones del escalar que involucren cargados serán al menos de orden
2 en los campos, dando lugar a términos cuárticos. Por lo tanto los primeros 2 términos en la
expresión anterior se cancelan exactamente (es lo que ocurre en DFT), i.e.
δHDDFTDDFT + 2HδDFTDDFTDDFT = 0 (6.5.7)
Segundo,Dc ya es de orden cuadrático en los campos, por lo que en el términoH(δDFTDDFT )Dc
el DDFT debe interpretarse a orden mas bajo en los campos, i.e orden 1. Por lo tanto,
(δDFTDDFT ) también debe ser de orden 1, por lo tanto da (δDFTDDFT ) = 0 (a ese or-
den, la transformación es solo la parte U(1) inhomogenea que por antisimetría de índices se







Ahora veamos explícitamente quién es cada término en la transformación del Lagrangiano.





y por lo tanto




⇒ δDIc,µν = 2i∂[µα ? AIν] + 2iA[µ ? ∂ν]α






µ = α ? ∂
IAµ − iα ? AIµ + iAµ ? αI (6.5.11)
18En Teoría de Campos de Cuerdas, puede verse que esta parte de la transformación proviene del
término QBRSTΨ
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y por lo tanto resulta ser
δcD
I
DFT = 2∂[µα ? ∂
IAν] + 2α ? ∂
I∂[µAν] − 2i∂[µα ? AIν]
− 2iα ? ∂[µAIν] + 2iA[ν ? ∂µ]α










α ? ∂IFµν − iα ? 2∂[µAIν] + iFµν ? α
I) (6.5.13)
Si ahora agregamos un término más a la transformación δcB, a saber
δcB
I




α ? ∂JFµν − iα ? DJµν + iFµν ? αJ
)
(6.5.15)
es decir, se rearma el campo D, lo que permite argumentar que el termino −2iH̄IJDIµν ? α ?
DJµν = 0 por propiedades del producto. Finalmente queda
δL = 2H̄IJDIµν
(
α ? ∂JFµν + iFµν ? α
J ) (6.5.16)
Luego, esto debe ser cancelado por contribuciones que provengan del Lagrangiano que
involucre términos cinéticos de vectores cargados y su interacción con escalares, i.e.
δL = δ
(






Fµν = 2∂[µAν] + 2A
K





proponemos como transformación de gauge completa de este vector la siguiente expresión.
δAµ = ∂µα− iα ? Aµ − αI ? ∂IAµ +AI ? ∂Iα− αI ? AJHIJ (6.5.19)
Luego queda
δ(F ? F ) = −2iα ? F ? F − 2iαI ? ∂IF ? F + 2F I∂Iα ? F − 2iαI ? FJ ? F H̄IJ (6.5.20)
Los primeros dos términos se anulan por porpiedades del producto e intregrando por partes
al imponer ∂IαI = 0. Queda entonces
δ(F ? F ) = 2F I∂Iα ? F − 2iαI ? FJ ? F H̄IJ (6.5.21)
Notar que no se rearma el DIµν , sin embargo en el primer término podríamos completarlo
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pues la diferencia es un término con más de dos derivadas internas y una externa (mayor
orden en α′). Por lo tanto quedaría
δ(F ? F ) = 2DI∂Iα ? F − 2iαI ? FJ ? F H̄IJ (6.5.22)
El término que falta analizar es 2MI ? DIµν ? Fµν . Al variarlo, la única contribución al
orden estudiado viene de variar el escalar, el cual podríamos leer de de la Teoría de Campos
de Cuerdas y resulta ser
δMI = (HIJ − ηIJ )∂Jα (6.5.23)







J ,µν + Fµν ? F
µν +MI ? F
µν ? DIµν
)
= −2iαI ? FJ ? F H̄IJ (6.5.24)
lo cual, a pesar de no resultar invariante, resulta sorprendente notar el gran número de tér-
minos que fueron cancelados y además la manera en la que las cancelaciones ocurren: la
contribución de los escalares es importante como en el modelo de juguete del Apéndice.
Hasta la fecha no queda claro si el término sobrante debe cancelarse con transformaciones
de estados de spin superior no incluídas en la construcción original del Lagrangiano interpola-
dor. Si se consideraran solo los modos triviales del paramétro αI tal término se autocancelaría
por clausura de momentos dobles al transformar Fourier.
Por otro lado, aún no han sido consideradas las transformaciones completas de los es-
calares que contribuirían en las derivadas “covariantes” de los mismos. Queda para futuras
investigaciones seguir con esta línea.
Capítulo 7
Conclusiones
A continuación se resumen los resultados obtenidos en el desarrollo de la Tesis.
Al relajar la SC a la LMC se ha podido incluir estados con winding y momento de KK
simultáneamente en DFT. En particular en compactificaciones toroidales tipo Kaluza-
Klein al desarrollar en modos de Fourier generalizados usando la LMC el Lagrangiano
considerado sigue siendo invariante ante los difeomorfismos generalizados. La acción re-
produce las amplitudes de scattering de Teoría de Cuerdas al utilizar los difeomorfismos
generalizados para aislar los grados de libertad físicos (los cuales se corresponden uno
a uno con los de la cuerda). Además contiene una truncación de estados masivos, ya
que contiene no solo al sector de SUGRA usual sino también su torre de Kaluza Klein
generalizada.
Se logró describir el fenómeno de aumento y ruptura de simetría en la cuerda Bosónica,
realizando una compactificación toroidal del tipo Scherk-Schwarz en DFT. Al relajar la
SC los flujos obtenidos dependen explícitamente de los módulos y al ajustar los valores
de los mismos a los correspondientes a un punto de aumento de simetría transforman a
los flujos en las constantes de estructura del grupo en cuestión que se quiere describir. Al
variar ligeramente los valores de los módulos el grupo de simetría se rompe dando lugar a
un mecanismo de Higgs cuerdoso, donde ciertos estados (vectores y escalares) se vuelven
masivos con masas proporcionales a estos. El Lagrangiano así obtenido reproduce todas
las amplitudes de scattering de cuerdas (a orden cúbico) entre estados contenidos en
ella, y más aún, resulta ser una descripción fenomenológica pues para valores no muy
alejados del punto de aumento de simetría en el espacio de módulos los estados son lo
suficientemente livianos como para ser tenidos en cuenta en el sector de bajas energías
de la cuerda.
Un análisis similar al anterior fue realizado para la cuerda Heterótica, logrando incluirse
también al sector fermiónico.
Se logró encontrar una teoría de campos efectiva para la cuerda Heterótica (sector
bosónico) compactificada toroidalmente, dependiente de los módulos, que incluye todos
143
144 Conclusiones
los posibles puntos de aumentos de simetría en una dada compactificación. Para lograr
esto se debió tener en cuenta nuevos campos, con LMC diferente a la usual considerada
en DFT. Los campos considerados dependen de las coordenadas dobles internas de DFT
y su expansión en modos codifica los estados de la cuerda (de esta manera nuevamente
la SC es evitada).
En el contexto del Lagrangiano interpolador, una no-conmutatividad en el espacio doble
fue necesaria para poder reproducir todos los puntos de aumento de simetría en una dada
compactificación y las amplitudes de scattering the cuerdas. Tal no-conmutatividad
tiene su correlato en Teoría de Cuerdas al ser una interpretación geométrica para los
cociclos (no tenida en cuenta hasta ahora).
Además se logró mostrar que el Lagrangiano interpolador puede armar irreps masivas
correctamente siempre que estas contengas estados de cuerdas que fueron incluidos
en el desarrollo en modos Kaluza Klein generalizados de los campos involucrados. En
particular se logró clasificar cuales representaciones masivas pueden ser reproducidas.
Nuevamente la no-conmutatividad fue imporante para conseguir esto, ya que sin este no
se logran armar los acoplamientos necesarios que dan lugar a las derivadas covariantes
de las irreps masivas.
Se mostró evidencia de una posible simetría “oculta” para el Lagrangiano interpolador.
Finalmente, como posible líneas futuras que pueden desprenderse de este trabajo pueden
mencionarse: La busqueda de una simetría para el Lagrangiano interpolador, posiblemente
relacionada con Teoría de Campos de Cuerdas; la posible aplicación en encontrar soluciones
cosmológicas desde el punto de vista de DFT, en particular que ayuden a entender la transición
entre la fase de windings y nuestra fase actual; en el contexto de Cosmología de Gas de Cuerdas
puede resultar útil entender los procesos de aumento de simetría desde DFT. Con respecto
a encontrar una simetría para el Lagrangiano interpolardor un posible camino para explorar
es utilizar técnicas de L∞ para encontrar una expresión, de ser posible, para la misma. Dada
la relación entre GDFT (Gauge Double Field Theory) y los aumentos de simetría [50] se ha
realizado un avance en estos últimos meses al mostrar la inclusión de GDFT en la estructura
de L∞. Dicho trabajo ha sido publicado en la revista JHEP bajo el nombre “Gauged Double
Field Theory as an L∞ algebra”.
Apéndice A
Sobre el Capítulo 2
A.1. Términos Extra en la Acción de DFT
La formulación original de DFT de Siegel [10, 16] contiene términos extra que no están











Mostraremos aquí, que estos términos se anulan cuando la LMC (1.4.17) se impone.









































































= 0 . (A.1.6)
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(SĀB̄ − ηĀB̄)ηPQEĀP∂M∂MEB̄Q − (2 +D)∂M∂Md
]
. (A.1.7)
Y por lo tanto, al transformar al espacio de momentos e imponiendo la LMC (1.4.17), obte-
nemos ∆S = 0.
A.2. Cálculos en Cuerdas
Aquí se presentan los resultados de amplitudes de 3-puntos en la cuerda bosónica para
el caso de una dimensión compactificada a un círculo de radio R. Fueron calculadas con los
operadores de vértice definidos en (2.5.1). Organizamos los resultados de amplitudes mostran-
do primero aquellos que involucren solo estados no-masivos y luego aquellos que contienen al
menos un masivo. Usamos la notación h, b, φ,A, Ã para referirnos al gravitón, tensor antisi-
métrico, escalar and vectores, respectivamente. Recordar que ningún vector ni escalar masivos
aparecen en la compactificación sobre el círculo, y los estados masivos son los modos de h y
b. Los puntos indican contracción con la métrica de Minkowski en espacio-tiempo ηµν .








((k2 · εh1 · εh3 · εh2 · k3) + (k3 · εh1 · εh2 · εh3 · k2) + (k3 · εh2 · εh1 · εh3 · k1)
− 1
2
(k3 · εh1 · k2)Tr(εh2εh3)−
1
2
(k3 · εh2 · k1)Tr(εh1εh3)−
1
2
(k1 · ε3 · k2)Tr(εh1εh2))
〈AAΦ〉 = (πgc)Φ(k2 · ε1)(k1 · ε2)
〈ÃÃΦ〉 = −(πgc)Φ(k2 · ε1)(k1 · ε2)
〈AAh〉 = (πgc)
(











Tr(εb1 · εb2)(k1 · εh3 · k2) + (k1 · εb2 · εb1 · εh3 · k1) + (k2 · εb1 · εh3 · εb2 · k3)
)
(A.2.1)
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(k2 · εh1 · εb2 · ε3) +
p2
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(k2 · εh1 · εb2 · ε3) +
p̃2
R̃
(ε3 · εh1 · εb2 · k1)
)
(A.2.2)
donde kL = pR +
p̃
R̃




A.2.1. Álgebra de difeomorfismos
Siguiendo la discusión en [5, 19], podemos asociar un parámetro algebraico global a los
infinitos modos ξP(M)(x) de la expansión GKK de los parámetros locales de la transformación
local, de la misma manera que el álgebra global de Poincaré está asociada a una trasformación





con P = (ρ, L), siendo ρ índice del espacio-tiempo y L índice del espacio interno doble, nos
restringimos a
ξρ(M)(x) = aρ(M) + ω(M)ρνx
ν , (A.2.4)
ξL(M)(x) = CL(M) , (A.2.5)
donde aρ(M), ω(M)ρν , CL(M) son constantes. Los correspondientes generadores son
P̂ (M)ρ = ie
iM·Y∂ρ , (A.2.6)
M̂ (M)µν = e





Es fácil chequear que estos operadores generan un álgebra que se corresponde con una
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generalización directa del álgebra encontrada en [19]. En efecto,
[M̂ (M)µν , M̂
(N)




νρ − ηµρM̂ (M+N)νσ − ηνσM̂ (M+N)µρ ]
[M̂ (M)µν , P
(N)
λ ] = i[ηλνP
(M+N)
µ − ηλµP (M+N)ν ]
[P (M)ρ , P
(N)




















Vemos que los modos cero dan lugar al álgebra de Poincare d dimensional. También, de





L ] = (ML − NL)Q
(M+N)
L , (A.2.10)
la cual es un álgebra de Virasoro (sin carga central) para cada uno de los valores L = 1, . . . 2n.
Para el caso del círculo tendríamos M = (m1,m2) = (m, m̃) con m = 0 o m̃ = 0 debido a
la LMC.









2 cierran un álgebra Poincaré⊗SO(1, 2). De la misma manera, intercambiar
1 ↔ 2, es decir, windings con momento, se obtiene otra álgebra SO(1, 2). Por lo tanto, el
álgebra de Poincaré original se aumenta a Poincaré ⊗SO(1, 2)2. Se mostró en [20] que,
en el caso del círculo en teorías de campos, los estados masivos de KK se organizan en un
representación de dimensión infinita (no-unitaria) R de SO(1, 2). En DFT sobre el círculo, los
windings y momentos están desacoplados, y entonces los estados masivos con momento KK
llenarán una representación de dimensión infinita de la primer álgebra mientras que aquellos
con windings se organizaran en una similar de la segunda, es decir (R, 1) + (1, R).
En el caso genérico podemos proceder de un modo similar eligiendo los momentos GKK
momenta at the position L, ML = 0,±1 with all other components vanishing. In this case we
would have Poincaré ⊗SO(1, 2)2n. Since massive states with M2 = P · M · P mix windings
and momenta the analysis of representations is more involved and we will not perform it in
the present work.
Incluso si el álgebra de arriba fuese una simetría del Lagrangiano original, estaría rota
a U(1)n × U(1)n por el vacío (2.4.39). Esto se puede chequearl insertando la expansión en
modos (A.2.3 para calcular la transformación de los campos gµν , AMµ , bµν ,HMN y pidiendo
que el vacío (2.4.39) resulte invariante bajo estas transformaciones. Los ξP(M), con M 6= 0
corresponden a generadores rotos asociados a los bosones de Goldstone.
Apéndice B
Sobre el Capítulo 3
B.1. Aumento SU(2)L × SU(2)L × SU(2)R × SU(2)R








y B = 0, un aumento de simetría a (SU(2) × SU(2))L × (SU(2) × SU(2))R se obtiene para
P = (±1, 0,±1, 0), (0,±1, 0,±1), (±1, 0,∓1, 0), (0,±1, 0,∓1). Presentaremos ahora la cons-
trucción de los vielbeins generalizados que reproducen los flujos (4.1.20). La contracción entre












Aquí (j) codifica los valores de P = (p1, p2, p̃1, p̃2) que darían el SU(2)j sobre el punto auto-




(1)R = 0 sobre el punto
autodual), etc. Todos juntos son
P = (±1, 0,±1, 0)→ km(1)L(R) (B.1.3)
P = (0,±1, 0,±1)→ km(2)L(R)
P = (±1, 0,∓1, 0)→ km(3)L(R)
P = (0,±1, 0,∓1)→ km(4)L(R)
donde en el correspondiente punto autodual km(1)R = k
m




(4)L = 0. Siguiendo
los pasos explícados en el Capítulo 3 proponemos vielbeins generalizados con 12 dimensiones
( 2dimGL = 12) donde la dependencia con las coordenadas es solo en YM . Una rápida
generalización del caso del círculo da lugar a los siguientes vielbeins
149





e−iθj = E∗−(j) (B.1.4)
E0(j) =
(
03(j−1); v0(j); 03(4−j)) (B.1.5)
donde v±j = (0, 1,±i) (v0j = (i, 0, 0)) es un vector 3 dimensional insertado en la posición
j. Notar que E+(j+3) ≡ Ē+(j) corresponde a vectores Right. Sobre el punto autodual estos
vielbeins dan lugar a SU(2)2L × SU(2)2R.
Al moverse fuera del punto SU(2)4 las constantes de estructura adquieren una dependencia
en los módulos fIJK(g,B) (I, J,K = 1, . . . 12). De hecho, debido a la estructura de los (B.1.5),
se encienden componentes de los flujos que mezclan el sector Left y Right para un valor fijo
de (j), es decir, entre aquellos que darían el mismo SU(2)j .
Por ejemplo, moviendonos a B = 0 con una métrica genérica, encontramos
















Al insertar estas constantes en la acción genérica de DFT se puede ver que la simetrá es
espontaneamente rota a U(1)4 ( El cálculo completo fue realizado usando un programa de
computadora.)







y similar para los vectores Right, las cuales, por supuesto, coinciden con aquellas computadas
desde cuerdas. Los valores G12 = 0, G11 = G22 = 1 dan lugar a m21 = m22 = 0 produciendo así
el aumento de simetría a SU(2)4.
Además, G12 = 0, G11 = 1, G22 = (
R(2)√
α′
)2 corresponde a una ruptura parcial a SU(2)1L ×
U(1)2L × SU(2)R × U(1)2R etc.
Apéndice C
Sobre el Capítulo 5
C.1. Resumen básico de la Heterótica
Se resumen aquí algunos aspectos básicos de la cuerda heterótica. Nos concentramos en
particular en el caso SO(32).
Al compactificarse a d dimensiones espacio-temporales, los momentos Left y Right se
agrupan en un momento
L = (lL, lR), (C.1.1)
definidos en una red autodual Γ26−d,10−d de signatura (26−d, 10−d). Al escribir lÎL = (LIL, pmL )



















































donde gmn, Bmn son la métrica y el tensor antisimétrico internos, Am son las lineas de Wilson,
pn y p̃n son los momentos KK y winding enteros respectivamente. Los PI son las componentes
de los pesos de Spin(32).
Al definir el vectorr P̌ = (PI , pn, p̃n) y L = (LIL, lmL , lmR ) podemos escribir





























(1− g−1B − 12A.Aα
′)
 (C.1.4)
es quien hace el cambio de base. También rota las coordenadas Y̌ = (yI , ym, ỹm) to Y =
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(Y I , ymL , y
m
R ). En particular transforma la métrica O(16 + r, r), i.e. ηC definida en (5.3.10) a
ηIJ =
116 0 00 0 1r
0 1r 0
 . (C.1.5)
Notar que R(Φ) codifica la dependencia con los módulos.












l2R + N̄ , (C.1.6)
donde N = NB, N̄ = N̄B + N̄F + Ē0 y donde NB, N̄B son los números de osciladores Left
y Right, N̄F es el número de osculador Right R fermiónico y Ē0 = −12(0) para el sector NS












P 2 = (1−N + N̄). (C.1.7)
En el Capítulo 5 nos referimos a N̄B = 0, NF = 12 , es decir N̄ = 0. Los llamados vectores
“cargados” corresponden a N = 0, i.e. L2 = 2. En este caso, aquellos que resulten no masivos
se corresponden con 12 l
2
L = 1, lR = 0
1.
Además hay 10 − d + 16 bosones Left de gauge correspondientes a los to 16 generadores
Cartan ∂zY I ψ̃µ del algebra de gauge original así como también hay 10− d bosones de gauge
KK provenientes de combinaciones LEft entre la métrica y el tensor antisimétrico ∂zY mψ̃µ.
Las 10 − d combinaciones Right ∂zXµψ̃m con m = 1, . . . 10 − d generan el grupo de gauge
Abeliano Right. Estos estados tienen lR = 0 y lL = 0, con con winding y momento KK nulos.




, para un punto de aumento de simetría, corres-
ponda a las coordenadas de lo vectores peso de la representación en la red producida por las raíces
simples αm con α2m = 2.
Apéndice D
Sobre el Capítulo 6
D.1. Construcción de Irreps
Sea un grupo simple G de rango r cuya álgebra g en la base de Cartan-Weyl es
[HI , Eα] = α
IEα (D.1.1)
[Eα, E−α] = α
IHI (D.1.2)
[Eα1 , Eα2 ] = εα1α2α3Eα3 (D.1.3)
[HI , HJ ] = 0 (D.1.4)
donde εα1α2α3 ± 1 si α3 = α1 + α2 y sino da cero. Eα es el generador “cargado” asociado a la
raíz α. HI con I = 1, . . . r son los generadores Cartanes. La raíz α = (α1, . . . , αr) es un vector








Llamemos |µ > al estado correspondiente al peso µ, luego
HI |µ >= µI |µ > (D.1.5)
donde µI son las componentes de |µ > en Rr. Por ej, para el estado de peso máximo de la 6
de SU(3) resulta Λ = 43α1 +
2
3α2. También este estado puede ser escrito en la base de los pesos
fundamenteales ωi duales a las raíces, i.e. cumplen ωi ·αj = δij , quedando Λ = 2ω1 + 0ω2, por


























D.1.1. Construcción de los T aij
Armaremos las distintas representaciones R caracterizadas por T aij . Dados los diferentes
pesos µi (i = 1, . . . , dimR) de los estados de en R, luego para los generadores Cartan tenemos
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que
(HI)
ij =< µi|(HI)|µj >= µIδij (D.1.7)
Para los operadores cargados tenemos que
E±α|µ >= N±α,µ|µ± α > (D.1.8)
y por lo tanto vemos que para los pesos en una dada representación ocurre que
Eij±α =< µ
i|E±α|µj >= N±α,µj < µi|µj ± α >= N±α,µjδµi,µj±α (D.1.9)
Como resultado solo coeficientes específicos fuera de la diagonalmpueden ser no-nulos. Calcu-
lemos N±α,µj para cada α.
Recordar que de (D.1.8)
E−α|µ >= N−α,µ|µ− α >⇒< µ− α|N∗−α,µ (D.1.10)
y por lo tanto
N−α,µ =< µ− α|E−α|µ >=< µ− α|E†α|µ >=< µ|Eα|µ− α >∗= N∗α,µ−α (D.1.11)
Ahora,
< µ|[Eα, E−α]|µ > = < µ|αIHI |µ >= α.µ (D.1.12)
= < µ|EαE−α|µ > − < µ|E−αEα|µ >
= |N−α,µ|2 − |Nα,µ|2
por lo tanto al usar (D.1.11) se llega a
|N−α,µ|2 − |Nα,µ|2 = |Nα,µ−α|2 − |Nα,µ|2 = α.µ (D.1.13)
Si escribimos µ→ µ+ pα con p entero podemos escribir la expresión de arriba como
|Nα,µ+(p−1)α|2 − |Nα,µ+pα|2 = α.(µ+ pα) (D.1.14)
En particular si p es tan que Eα|µ+ pα >= 0, i.e. aniquilado por los operadores de creación,
luego para este estado Nα,µ+pα = 0 y
|Nα,µ+(p−1)α|2 = α.(µ+ pα) (D.1.15)
de aquí podemos calcular Nα,µ+(p−1)α y recursivamente los diferentes descendientes. De hecho,
asumamos que sistemáticamente aplicamos operadores hasta llegar al estado |µ − qα > que
cumple que E−α|µ − qα >= 0. Entonces Nα,µ−(p+1)α = 0 y aplicando la expresión recursiva
D.1 Construcción de Irreps 155
llegamos a
0 = |Nα,µ+(p−1)α|2 − 0 (D.1.16)
+ |Nα,µ+(p−2)α|2 − |Nα,µ+(p−1)α|2
+ |Nα,µ+(p−3)α|2 − |Nα,µ+(p−2)α|2
+ . . .
+ |Nα,µ−(q+1)α|2 − |Nα,µ−qα|2








y por lo tanto
2α.µ
α2
= −(p− q) (D.1.17)
En resumen:




= −(p− q) (D.1.19)
donde p es tal que Eα|µ+ pα >= 0 y q tal que Eα|µ− qα >= 0.





es el número de veces que se debe aplicar Eα hasta llegar a un estado nulo. Explícitamente,
si en la base de los pesos fundamentales Λ =
∑r









= n1 = qi (D.1.21)
Apliquemos este desarrollo para construir la 6 de SU(3). En la base de los pesos funda-
mentales Λ = (2, 0) y por lo tanto q1 = 1, q2 = 0. Entonces esperamos que Λ − α1, Λ − 2α1
pero no Λ− α2 etc.
Llamemos 1 ≡ (2, 0) = Λ, 2 ≡ (01) = Λ − α1, 3 ≡ (−2, 2) = Λ − 2α1, 4 ≡ (1,−1) =
Λ− α1 − α2, 5 ≡ (−1, 0) = Λ− 2α1 − α2, 6 ≡ (0,−2) = Λ− 2α1 − 2α2, a los estados de la 6
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Encontramos que para α = α1
Eα1 |1 > = 0, Eα1 |2 >= Nα1,2|1 >,Eα1 |3 >= Nα1,3|2 > (D.1.22)
Eα1 |4 > = 0, Eα1 |5 >= Nα1,5|4 >
y usando (D.1.18) llegamos a
|Nα1,2|2 − 0 = α1.(2ω1) = 2 (D.1.23)
y por lo tanto Nα1,2 =
√
2. De la misma manera
|Nα1,3|2 − |Nα1,2|2 = α1.(Λ− α1) = 0 (D.1.24)




|Nα1,5|2 − |Nα1,4|2 = |Nα1,5|2 = α1.(Λ− α1 − α2) = 2− 2 + 1 = 1 (D.1.25)





2 0 0 0 0
0 0
√
2 0 0 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0

h1, h2 se encuentran usando (D.1.7).
Siguiendo los razonamientos expuesto arriba, podemos seguir encontrando el resto de los
generadores en la 6. A continuación presentamos un resumen de todos los datos útiles usados
en la Tésis para SU(3)
D.2. Resumen de datos sobre SU(3)
Los ocho generadores de SU(3) son denotados por los generadores Cartan T1, T2 y por
los generadores de subida (bajada) Tα (T−α) con α ∈ {α1, α2, α3}, (α3 = α1 + α2). Ellos
satisfacen
[Ti, Tα] = α
mTα (D.2.1)
[Tα, T−α] = α
mTm. (D.2.2)
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Aquí la base de raíces simples es α1, α2 con coordenadas R2
α1 = (
√
























Un vector peso puede ser expresado en la base de las raíces o de los pesos como Λ =
a1ω1 + a2ω2 = λ1α1 + λ2α2 donde ai son los índices de Dynkin. La representación funda-
mental 3 corresponde a





















Los pesos para la representación adjunta 8 y la simétrica 6 están dados en las Tablas 6.1 y





2 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0
0 0 −
√
2 0 0 0
0 0 0 1√
2
0 0
0 0 0 0 − 1√
2
0


















0 0 0 − 1√
6
0 0
0 0 0 0 − 1√
6
0










2 0 0 0 0
0 0
√
2 0 0 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 0




0 0 0 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0
√
2 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0
√
2







0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0
√
2
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0

y T−α = (Tα)t
D.3. Representaciones Masivas Λ = ωj
Mostremos que las irreps unitarias tienen estados con el mismo número de osciladores.
Mostrar esto es como ver que los pesos de los estados de la irrep tienen la misma longitud.
Para lograr este objetivo será necesario armar toda la representación, por lo que habrá que
utilizar notación apropiada que definiremos más adelante. Utilizaremos el OPE (6.1.5), y
veremos que siempre que no sea nulo, da como resultado un estado sin osciladores, es decir,
siempre el producto α · Λ = 1 para los OPEs no triviales.
Sea Λ = ωj el peso del estado de peso máximo. Le asociaremos el vector (0, 0, ...; 0; 0, 0, ..., 0)
donde el 0 se encuentra en la posición j-ésima. La posición k-ésima de este vector indica la
cantidad de veces que se ha aplicado un operador de bajada con la raíz αk. Al ser el estado
de peso máximo, naturalmente no se le ha aplicado ninguna raíz.
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El único OPE no trivial que puede hacerse a este estado es con la raíz αj , y en el OPE
(6.1.5) resulta α · Λ = 1, por lo que el estado descendiente (0, 0, ...; 1; 0, 0, ..., 0) no tiene
osciladores. A partir de ahora, se habren dos posibilidades: Aplicar αj+1 o αj−1 siempre
que sea posible por los índices. Por simetría analicemos uno de los casos para fijar notación.
Supongamos que aplicamos αj+1. El OPE (6.1.5) arroja nuevamente un estado sin osciladores
dado por (0, 0, ...; 1; 1, 0, ..., 0). Si el proceso continua aplicando raíces a la derecha de αj
entonces solo pueden agregarse aquellas que agreguen un 1 inmediatamente a continuación
del último agregado, obtenien así todos los estados de la fórma
(0, 0, ...; 1; 1, 0, 0, ..., 0)
(0, 0, ...; 1; 1, 1, 0, ..., 0)
...
(0, 0, ...; 1; 1, 1, ..., 1, 0, ..., 0)
...
(0, 0, ...; 1; 1, 1, ..., 1, 0)
(0, 0, ...; 1; 1, 1, ..., 1, , 1)
donde en cada OPE el estado obtenido no tiene osciladores como se puede ver trivialmente
(solo importa la última raíz aplicada). De manera análoga pueden obtenerse los estados ha-
biendo aplicado αj−1 con “unos” a la izquierda. Más aún, pueden mezclarse las aplicaciones
de raíces a la izquierda y derecha para obtener el estado genérico
(...; 1; ...)
donde los puntos suspensivos indican que pueden continuar un 1 o un 0 siempre “ordenados”,
es decir, a la derecha de j si hay un 0 entonces a su derecha no puede haber un 1, mientras
que si hay un 1 entonces a su derecha puede seguir un 1 o un 0. Análogamente, a la izquierda
de j, puede haber 0 o 1, pero siempre a la izquierda de un 0 habrá 0.
A partir de los estados (...; 1; ...) podemos contruir nuevos descendientes aplicando única-
mente αj solo al subconjunto de estados de la forma (..., 1; 1; 1, ...), generando los siguientes
estados
(..., 1; 2; 1, ...)
los cuales son trivialmente del OPE (6.1.5) estados sin osciladores. A partir de aquí se avanza
exactamente igual que con el estado (0, 0, ...; 1; 0, 0, ..., 0), es decir se pueden aplicar raíces a
la izquierda o la derecha de 2 para aumentar de de 1 a 2 el valor en el lugar aplicado. Esto
puede hacerse siempre y cuando la diferencia entre la posición (k+1)-ésima y la (k−1)-ésima,
respecto de la posición k donde se aplica la raíz, sea 1. Por ejemplo, al estado (..., 1; 2; 1, 0, ..., 0)
no puede aplicarse para obtener un nuevo estado la raíz αj+1 pues ésta da en el OPE α ·Λ =
2−2 = 0. Si en cambio fuese el estado (..., 1; 2; 1, 1, ...) entonces puede aplicarse αj+1 y obtener
(..., 1; 2; 2, 1, ...) pues en el OPE α · Λ = 2− 2 + 1 = 1 (y nuevamente con un solo oscilador).
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Este proceso permite aumentar los 1 a 2 salvo cuando a continuación del 1 haya un 0 o sea
el fin del vector. Por ejemplo, en los estados (..., 1; 2; 2, 1, 0, ..., 0) y (..., 1; 2; 2, 2, ..., 2, 1) los 1
a la derecha de la posición j no pueden ser aumentados a 2 ya que el OPE da contribución
nula.
Por lo tanto hemos construído los estados de la forma
(...; 2; ...)
donde los puntos suspensivos indican que pueden continuar, tanto a la izquierrda como a la
derecha, un 2, un 1 o un 0 pero siempre “en escalera”, y por construccón nunca puede seguirle
a un 2 un cero, siempre debe haber un 1 en el medio. Por lo que el patrón de la construcción es
el siguiente: Si (; nj; ..., nk−1, nk, nk+1, ...) es un estado en la construcción de la irrep entonces
nk−1 − nk = nk − nk+1 = 1.
El proceso de construcción continua de forma recursiva. Notar que por ejemplo, para
aumentar el 2 a 3 es necesario que sea a partir de estado (..., 2; 2; 2, ...), análogo a lo ocurrido
con (..., 1; 1; 1, ...).
Por como se viene argumentando uno podría pensar que este algoritmo de construcción
nunca términa. El detalle que lo hace términar es que la posición k = 1 y la posición k =
rang(G) nunca habrá un número mayor a 1; en las posiciones k = 2 y k = rang(G) − 1
nunca habrá un número mayor a 2; etc. Por lo tanto una vez que consigamos poner un j en
la posición j-ésima el proceso términa.
Habiendo construído así toda la irrep y viendo que en cada paso no se generaron oscila-
dores, puede concluirse que las irrep unitarias tienen todos los estados con el mismo número
de osciladores1.
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F aMN = ∂[MA
a








Este tiene simetría de gauge usual, dada por





1En teoría de grupos este resultado es análogo a decir que para toda irrep de la forma Λ = ωj , los
estados en la misma tienen pesos de la misma longitud.
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Al compactificar, definimos los grados de libertad en bajas dimensiones AN = (Aµ, φ). Si la
compactificación la dimensión extra a un Toro, la transformación anterior se reduce ahora a










donde el indice entero n indica el modo en el desarrollo de Fourier de la dirección interna
extra. La transformación de gauge ahora mezcla a los infinitos grados de libertad.



































como puede verse, del término con F (n)µ5 aparece una masa para el modo (n) de los vectores
proporcional a la carga del mismo.
La simetría usual de gauge sigue estando presente en 4D, y proviene de elegir el parámetro
de la transformación tal que solo tengo modo cero, i.e. αk = 0 ⇐⇒ k 6= 0. Las derivadas
covariantes se arman a partir de elegir el modo cero en la sumatoria en modos, por ejemplo


















siendo el término entre paréntesis la derivada covariante Dµφ(n) del modo n.
Curiosamente no aparece término de masa para los modos de los escalares, y esto se debe
a que pueden ser absorbidos por los vectores del mismo modo para que estos adquieran la
cantidad de grados de libertad adecuados. Esto se ve fácilmente de la transformación de gauge
completa para los modos, donde se puede fijar al campo trasnformado a cero, quedando
φa(n) → φa(n) + iqnαa(n) + fabc
∑
l+m=n
φb(m)αc(l) = 0 (D.4.7)
la cual se satisface autoconsistentemente a primer orden en α al elegir
φa(n) = −iqnαa(n) (D.4.8)
y por lo tanto los vectores quedan (a primer orden en los campos)
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que ocurre para todo modo n 6= 0, ya que para los modos cero q0 = 0.
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